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Résumé
Cette thèse s’intéresse à l’influence d’un plasma non-stationnaire
produit par des impulsions laser en régime d’auto-focalisation. Ce
phénomène est couplé à des nonlinéarités Brillouin pour des impul-
sions nanosecondes dans les verres de silice et excite différents canaux
d’ionisation dans les cristaux de KDP pour des impulsions femtose-
condes. Nous commençons par dériver les équations de propagation
des ondes optiques laser et Stokes sujettes à un plasma dynamique.
Ensuite, nous présentons des résultats numériques sur la propaga-
tion non-linéaire de faisceaux LIL. Ces simulations permettent de va-
lider le système anti-Brillouin adopté pour le LMJ. Puis, nous présen-
tons des résultats théoriques et numériques sur la filamentation d’im-
pulsions nanosecondes opérant dans l’ultraviolet et l’infrarouge. L’in-
fluence d’un plasma inertiel est détaillée. Dans une configuration à
une onde, une analyse variationnelle reproduit les caractéristiques glo-
bales d’un équilibre quasi-stationnaire entre auto-compression Kerr et
défocalisation plasma. Toutefois, cet équilibre cesse pour faire place à
des instabilités modulationnelles induites par rétroaction du plasma
sur l’onde de pompe. Avec de la rétrodiffusion Brillouin, les mêmes
instabilités sont retrouvées. Nous montrons que des modulations de
phase supprimant la rétrodiffusion Brillouin permettent aussi d’inhi-
ber ces instabilités plasma. Enfin, nous étudions numériquement la
dynamique non-linéaire d’impulsions femtosecondes se propageant
dans la silice et le KDP. Nous montrons que la présence de défauts
impliquant moins de photons pour exciter un électron de la bande
de valence vers la bande de conduction promeut des intensités de fi-
lamentation plus élevées. Ensuite, nous comparons la dynamique de
filamentation dans la silice avec celle dans un cristal de KDP. Le mo-
dèle d’ionisation pour le KDP prend en compte la présence de défauts
et la dynamique électrons-trous. Nous montrons que la dynamique
de propagation dans la silice et le KDP présente des analogies remar-
quables pour des rapports de puissance incidente sur puissance cri-
tique d’auto-focalisation équivalents.
Mots clés : Endommagement laser, Equation NLS, Effet Kerr, Fila-
mentation, Diffusion Brillouin stimulée, Ionisation, Silice, KDP
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Abstract
This thesis deals with the role of an inertial plasma response pro-
duced by laser pulses in self-focusing regime. This phenomenon is
coupled with Brillouin nonlinearities for nanosecond pulses in si-
lica glasses and excites various ionization channels for femtosecond
pulses. We start by deriving the propagation equations accounting for
filamentation due to optical Kerr effect and stimulated Brillouin scatte-
ring in the presence of a dynamical plasma response. Then, we present
numerical results on the nonlinear propagation of large-scaled laser
beams. These results validate the anti-Brillouin system adopted on the
MegaJoule laser (LMJ). Next, we present numerical and theoretical
results on filamentation of nanosecond light pulses operating in the
ultraviolet and infrared range in fused silica. Emphasis is put on the
action of a dynamical plasma reponse. For a single wave, we develop
a variational analysis which reproduces global propagation features
for a quasistationary balance between self-focusing and plasma defo-
cusing. However, such a quasistationary balance breaks up through
modulational instabilities induced by plasma feedback on the pump
wave. We show that phase modulations suppress both stimulated
Brillouin scattering and plasma instabilities. Finally, we study nume-
rically the nonlinear propagation of femtosecond pulses in fused silica
and KDP. First, we show that the presence of defects involving less
photons for exciting electrons from the valence band to the conduc-
tion band promotes higher filamentation intensity levels. Secondly,
we compare the filamentation dynamics in silica and KDP crystal. The
ionization model for KDP crystals takes into account the presence of
defects and the electron-hole dynamics. We show that the propagation
dynamics in silica and KDP are almost identical at equivalent ratios of
input power over the critical power for self-focusing.
Keywords : Laser-induced damage, NLS Equation, Kerr effect, Fila-
mentation, Stimulated Brillouin Scattering, Ionization, Silica, KDP
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–New sources of power... will surely be discovered. Nuclear energy
is incomparably greater than the molecular energy we use today.
The coal a man can get in a day can easily do five hundred times as
much work as himself. Nuclear energy is at least one million times
more powerful still. If the hydrogen atoms in a pound of water could
be prevailed upon to combine and form helium, they would suffice
to drive a thousand-horsepower engine for a whole year. If the elec-
trons, those tiny planets of atomic systems, were induced to combine
with the nuclei in hydrogen, the horsepower would be 120 times
greater still. There is no question among scientists that this gigantic
source of energy exists. What is lacking is the match to set the bonfire
aight, or it may be the detonator to cause the dynamite to explode.
The scientists are looking for this.
Sir Winston Churchill (1874-1965) 1
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CHAPITRE 1. INTRODUCTION
1 L’énergie de la fusion nucléaire
L’Homme est impliqué dans un des programmes les plus auda-
cieux de recherche et de développement scientifiques qu’il lui ait
jamais été donné d’entreprendre.
Depuis de nombreux siècles, la production d’énergie a eu un rôle
considérable dans l’essor de notre civilisation. En témoigne, par
exemple, la révolution industrielle du XIXème siècle, qui fut essen-
tiellement construite grâce à la maîtrise des combustibles fossiles,
charbon, gaz et pétrole à des usages utilitaires. Des avancées technolo-
giques considérables ont permis d’élargir continuement et rapidement
leur emploi à la production de chaleur, de puissance et à la propulsion.
Face à une demande énergétique sans cesse croissante [voir Table 1.1],
les recherches mondiales de combustibles ont été décuplées. Toutefois,
en dépit d’explorations étendues, les ressources énergétiques s’ame-
nuisent inexorablement de manière préoccupante. L’énergie nucléaire
de la fission de noyaux lourds contribuera certainement pendant un
certain temps à palier ces carences d’un monde toujours plus énergi-
vore. Cependant, même les réserves mondiales de ces combustibles
fossiles semblent montrer leurs limites.
Il est urgent, pour sortir de l’impasse énergétique qui se profile, de
trouver une source d’énergie pérenne. De nombreux espoirs ont été
placés dans l’énergie de la fusion nucléaire. Si les efforts consentis
aboutissent favorablement, l’Homme aura su développer une nou-
velle source d’énergie permettant de satisfaire ses besoins énergétiques
pour plusieurs siècles.
Années 1975 2030 Limite
Population (109 habitants) 4 8 12
Consommation/tête (kW/an) 2 3.5 6
Consommation (Qth/an) 0.25 0.65 2
TABLE 1.1 – Prévision pour l’évolution mondiale de la population et
de la consommation d’énergie primaire. L’énergie Qth est la chaleur
fournie par des combustibles fossiles (pétrole, charbon, gaz et ura-
nium) [46].
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La fusion nucléaire
Aux premiers instants de l’Univers, la fusion nucléaire était déjà à
l’œuvre au sein du plasma primordial synthétisant les éléments chi-
miques les plus légers, commes les isotopes de l’hydrogène ou encore
l’hélium. Depuis la fin des années 50, à la suite des travaux de E. M.
Burbidge et al. [38], nous savons comment la fusion nucléaire qui opère
au sein des étoiles, synthétise tous les éléments chimiques jusqu’au fer.
Notre monde a donc été enfanté par la fusion nucléaire. C’est encore
elle qui est la source d’énergie de notre étoile, le Soleil.
La fusion nucléaire s’opère naturellement au sein de l’Univers en
raison des énormes masses des étoiles (1027 tonnes par exemple pour
le Soleil) dont les forces gravitationnelles assurent le confinement du
plasma. Sur Terre, deux voies de recherche sont actuellement envisa-
gées pour jouer le rôle de la gravité, le confinement magnétique et le
confinement inertiel par laser.
Tout d’abord intéressons-nous à ce qu’est la fusion nucléaire. La
courbe d’Aston [Fig. 1.1 gauche] représente la répartition moyenne de
l’énergie de liaison par nucléon en fonction du nombre de nucléons
par noyau : plus l’élément est lourd, plus cette énergie est élevée. La
fusion nucléaire est le résultat de réactions entre deux noyaux légers
avec la création d’un noyau plus lourd pour les produits de fusion.
Dans ce contexte, on a plutôt intérêt à travailler avec des noyaux à
faible nombre de nucléons.
FIGURE 1.1 – (gauche) : Courbe d’Aston représentant l’énergie de liai-
son moyenne par nucléon en fonction du nombre de nucléons par
noyau. Les noyaux les plus stables sont en moyenne ceux dont le
nombre de nucléons est compris entre 50 et 190 [1]. (droite) : Section
efficace de réaction en fonction de l’énergie d’interaction [2].
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Les principales réactions de fusion d’intérêt pour la production
d’énergie sur terre exploitent les isotopes de l’hydrogène, le deutérium
(D) et le tritium (T), et l’Hélium 3 (3He) comme suit [58] :
D + T −→ He(3.52 MeV) + n(14.1 MeV) (1.1)
D + D −→ T(1.01 MeV) + p(3.03 MeV) (1.2)
D + D −→ 3He(0.82 MeV) + n(2.45 MeV) (1.3)
D + 3He −→ 4He(3.07 MeV) + p(14.07 MeV) (1.4)
Nous pouvons remarquer que les réactions les plus exo-thermiques
sont celles qui impliquent les noyaux les plus légers, en particulier le
deutérium et le tritium. Les réactions (1.1) et (1.4) sont de toute évi-
dence de bons candidats car elles optimisent l’énergie délivrée. Cepen-
dant, pour que l’énergie de fusion récupérée soit supérieure à l’éner-
gie investie, un grand nombre de réactions doit pouvoir se réaliser. Le
choix de la réaction de fusion sera alors guidé par la section efficace
de réaction, qui quantifie, en fonction de leur énergie, la probabilité de
deux noyaux de franchir le potentiel de répulsion coulombien et fu-
sionner. En examinant la Fig. 1.1 droite, on voit que la réaction de D-T
a la plus grande section efficace de réaction, ce qui justifie le consensus
sur son choix.
La fusion thermonucléaire contrôlée repose sur deux approches
distinctes, à savoir :
• Le confinement magnétique. Lorsque des particules chargées
sont soumises à l’action d’un champ magnétique
−→
B , elles dé-
crivent une trajectoire héloicoïdale. Le confinement des parti-
cules est ainsi assuré par les lignes de champ magnétique, dont
elles ne peuvent s’écarter. L’idée est ici de confiner un plasma
sur des temps longs (quelques secondes) pour porter le combus-
tible (D-T) aux conditions de température et de pression néces-
saires pour la fusion nucléaire. Plusieurs topologies de confine-
ment ont été étudiées depuis la fin des années 50, celles où les
lignes de champs sortent de l’enceinte de confinement (configu-
ration ouverte) et celles où les lignes de champs magnétiques se
referment sur elles-mêmes (configuration fermée). Ces dernières
présentent les meilleurs performances et sont actuellement uti-
lisées. Il existe de nombreux designs de configurations fermées,
comme le tokamak sphérique [65] ou encore le stellerator [79],
qui sont actuellement étudiés. Toutefois la configuration jugée la
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plus prometteuse est le tokamak dont la configuration a été re-
tenue pour la conception du premier réacteur expérimental de
fusion par confinement magnétique, ITER (International Ther-
monuclear Experimental Reactor) [Fig. 1.2 gauche]. Un schéma
de principe est détaillée dans la Fig. 1.2 droite, où nous pouvons
voir que le plasma du tokamak est confiné dans une chambre
axisymétrique, à l’aide d’un champ magnétique poloïdal et to-
roïdal.
FIGURE 1.2 – (gauche) : Vue d’artiste d’ITER [3]. (droite) : Schéma de
principe d’un tokamak [4].
• Le confinement inertiel. Ce schéma exploite des faisceaux laser
de forte puissance focalisés sur une cible à gain. Etant donnée la
difficulté à confiner le plasma sur des temps longs (supérieure
à la seconde), l’option retenue est ici de se limiter au temps de
confinement inertiel d’un plasma d’ions et d’électrons qui est ex-
trêmement court, d’une dizaine à une centaine de picosecondes
selon les configurations envisagées. Afin d’accroître la proba-
bilité de réaction et d’atteindre la température requise (≈ 108
K), il faut augmenter dès lors considérablement la densité du
mélange D-T à une centaine de millions de fois la pression atmo-
sphérique. Cette prouesse est aujourd’hui rendue possible grâce
à l’utilisation des lasers de puissance.
Plusieurs configurations pour la fusion par confinement inertiel
sont actuellement étudiées [Fig. 1.3] :
(i) l’attaque indirecte. Proposée en 1976, elle consiste à irradier
l’intérieur d’une petite cavité en or (appelée hohlraum) au centre
de laquelle la cible de D-T est positionnée. L’interaction de fais-
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ceaux laser énergétiques et de durée nanoseconde sur les parois
internes du hohlraum conduit à un rayonnement de corps noir,
transformant ainsi la cavité en un four de plusieurs millions de
kelvins (107 K). Ce sont ces rayons X énergétiques piégés à l’in-
térieur de la cavité qui vont assurer la compression isotropique
du microballon contenant le combustible de D-T et amorcer les
réactions de fusion. La configuration de l’attaque indirecte est la
solution qui a été retenue pour les deux grands projets de fusion
par confinement inertiel en France et au États-Unis, le LMJ (Laser
MégaJoule) et le NIF (« National Ignition Facility »).
(ii) l’attaque directe, dont le schéma de principe fut proposée
en 1972 par Nuckolls [99]. La cible est irradié par focalisation
directe et de manière symétrique des faisceaux lasers sur la cible.
FIGURE 1.3 – Schéma de principe de la configuration par attaque di-
recte (gauche) et par attaque indirecte (droite).
2 Lasers de puissance et endommagement
Depuis leur avènement en 1960 [80,81,113], les lasers (« Light Am-
plification by Stimulated Emission Radiation ») permettent de délivrer
de la lumière cohérente (les photons oscillent quasiment en phase),
monochromatique (car induite par les transitions électroniques des
atomes émetteurs stimulés) et unidirectionnelle. Une impulsion deli-
vrée par une source laser est caractérisée essentiellement par son éner-
gie, sa durée, sa longueur d’onde et son taux de répétition. Les ins-
tallations laser de puissance n’ont eu de cesse d’évoluer mais ce n’est
qu’à partir du milieu des années 80 qu’elles vont connaître un déve-
loppement fulgurant grâce à la technique CPA («Chirped Pulse ampli-
fication ») [118]. Cette technique, proposée par Strickland et Mourou,
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permet d’atteindre des durées d’impulsions très courtes et ainsi d’aug-
menter la puissance crête des impulsions laser. Ces nouvelles perspec-
tives ont contribué à l’émergence du laser dans de nombreux secteurs
comme l’industrie, le domaine médical et la recherche scientifique.
Lasers de puissance et leurs applications
Les lasers utilisés dans le cadre de la fusion par confinement inertiel
(FCI) sont des lasers de puissance, plus particulièrement des sources
optiques construites sur de larges échelles pour délivrer des énergies
globales supérieures au mégajoule par des impulsions de quelques na-
nosecondes seulement. On recense deux grandes classes de régime de
fonctionnement des lasers : le régime continu et le régime impulsion-
nel. La puissance d’un laser est définie par la quantité d’énergie qu’il
peut délivrer par unité de temps. En régime continu ou quasi-continu,
la puissance laser n’excède pas quelques dizaines de kilowatts. Cepen-
dant, en régime impulsionnel, la puissance crête laser peut atteindre
le pétawatt lorsque la même quantité d’énergie est distribuée sur des
temps beaucoup plus brefs (picosecondes à femtosecondes) Quelques
exemples de sources laser usuelles sont rappelés ci-desous.
• Laser CO2
Le laser à dioxyde de carbone émet dans l’infrarouge lointain
aux longueurs d’onde de 9.6 µm et 10.6 µm. Son milieu actif
est composé d’un mélange gazeux à basse pression constitué de
CO2, N2 et He. Comme la majorité des lasers à gaz, le laser à
CO2 est excité par décharge électrique. Ce laser fournit des im-
pulsions de puissance crête de l’ordre de plusieurs dizaines de
kilowatt, dont la durée peut atteindre jusqu’à quelques centaines
de ns.
La grande maitrîse de son fonctionnement ainsi que ses nom-
breux champs d’applications en font l’un des lasers les plus
couramment utilisés dans l’industrie pour le traitement des sur-
faces, la soudure ou encore l’usinage de métaux.
• Laser Nd :YAG
La longueur d’onde fondamentale d’émission du laser Nd :YAG
(Yttrium Aluminium Garnet) est de 1.064 µm (proche infra-
rouge). Le milieu amplificateur est constitué d’un barreau de
grenat d’Aluminium d’Yttrium (Y3AL15O12) dopé par des ions
néodyme Nd3+. Le pompage optique est réalisé au moyen de
lampes flash ou de diodes laser.
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Le laser Nd :YAG peut fonctionner en régime dit déclenché
(Q-switching) ou relaxé. En mode "Q-Switching", il délivre des
impulsions de puissance crête de l’ordre de la dizaine de méga-
watt, dont la durée peut atteindre quelques centaines de ns. En
mode relaxé, les impulsions délivrées atteignent des énergies de
quelques joules pour des durées variant entre 0.1 et 20 ms. Ce
type de laser est utilisé essentiellement dans l’industrie pour la
découpe, la gravure, la soudure ou encore le perçage, et dans le
domaine médical en ophtalmologie.
• Laser Titane :Saphir
Le laser Titane-Saphir émet dans un spectre large compris entre
650 et 1100 nm. Son utilisation la plus courante est à 800 nm. En
sus, ce laser est généralement privilégié pour délivrer des im-
pulsions de durée femtoseconde dont l’énergie peut atteindre le
joule. Son milieu actif est un cristal de saphir dopé par des ions
de titane (Ti :Al2O3).
Son fonctionnement en régime femtoseconde lui confère des
propriétés uniques pour les applications industrielles, notam-
ment l’usinage des métaux. En effet l’interaction laser-matière
est athermique en régime femtoseconde et permet de produire
des zones de découpe extrêmement propres, comme rappelé par
la figure 1.4. Les lasers Ti :Sa sont utilisés en milieu industriel
pour le micro-usinage et l’élaboration de matériaux biréfringents
spécifiques. En recherche fondamentale, ces sources explorent la
production d’impulsions attosecondes [131] et permettent de
produire des plasmas relativistes à l’aide de hautes intensités
laser > 1020 W/cm2 [94].
FIGURE 1.4 – Découpe laser d’un matériau composite (verres renfor-
cées à la fibre de carbone) réalisée en régime d’impulsions nanose-
condes (gauche) et femtosecondes (droite) [5].
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• Laser Excimère
Le laser excimère utilise un gaz qui émet dans l’ultraviolet entre
157 µm et 351 µm, dépendant de la nature du mélange gazeux.
Le milieu actif est composé d’un gaz rare (Ar, Xe, Kr) et d’un
composé halogéné (F2, HCl). Le pompage optique, réalisé par
décharge électrique, conduit à la formation des molécules exci-
tées ArF (λ0 = 193 µm), KrF (λ0 = 248 µm), XeCl (λ0 = 308 µm)
ou XeF (λ0 = 351 µm). Le laser excimère permet de fournir des
faisceaux ayant des énergies de l’ordre du joule et des durées
d’impulsions comprises entre 10 et 150 µs à des taux de répéti-
tion pouvant atteindre le kiloHertz. Ces faisceaux sont utilisés
pour la spectroscopie, l’impression et le micro-usinage.
Le Laser MégaJoule
La construction du laser mégajoule (LMJ) au CESTA, à proximité
de Bordeaux, est un projet piloté par la Direction des Applications
Militaires du Commissariat à l’Énergie Atomique (CEA-DAM). Cette
installation laser de grandes dimensions constituera avec son équi-
valent américain, le NIF, le laser le plus énergétique existant et devrait
permettre l’allumage et la combustion d’un mélange D-T en configu-
ration d’attaque indirecte. L’objectif est d’apporter une énergie de 1.4
mégajoules en quelques nanosecondes (équivalent à une puissance
d’environ 550 TW) sur une cible millimétrique contenant le combus-
tible D-T.
La figure 1.5 représente l’architecture de l’une des 20 chaînes laser
du LMJ. Celle-ci étant constituée de deux quadruplets, c’est-à-dire de
deux rangées de 4 faisceaux, le LMJ accueillera donc 160 faisceaux la-
ser.
Un oscillateur monomode pompé par diode permet d’obtenir l’impul-
sion laser initiale (λ0 = 1053 nm) de faible énergie (environ quelques
nanojoules). Une série d’amplificateurs (18 plaques de verres dopées
au néodyme, pompées par flash) augmente ensuite significativement
cette énergie jusqu’à 15 et 20 kJ. Le faisceau amplifié est transporté
sur plus de 40 m vers la chambre d’expérience puis converti dans l’ul-
traviolet. Cette conversion de fréquence est assurée par des cristaux
de KDP (Potassium Dihydrogen Phosphate) et de DKDP (Deutera-
ted Potassium Dihydrogen Phosphate) dont les non-linéarités carac-
téristiques (quadratiques en champ) permettent de convertir 50 % de
l’énergie laser dans l’harmonique 3ω, à la longueur d’onde de 351 nm.
Compte tenu du rôle crucial de ces cristaux, ces derniers devront être
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FIGURE 1.5 – Schéma d’architecture d’une ligne laser du LMJ.
dimensionnés de manière à tenir les flux laser auxquels ils seront ex-
posés. À la sortie de cette étape, le faisceau laser est focalisé dans la
chambre d’interaction [Fig. 1.6 gauche] à travers des hublots de silice
qui devront, eux aussi, tenir les flux laser. La chambre d’interaction en
aluminium, d’un diamètre interne de 10 mètres, a pour épaisseur 10
cm et est recouverte de 40 cm de béton destiné à confiner l’émission
des neutrons émis lors de l’interaction laser-cible.
FIGURE 1.6 – (gauche) : Chambre d’interaction du LMJ [6]. (droite) :
Chambre d’interaction du NIF [7].
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L’ampleur de ce nouvel instrument, conjugué à certains choix tech-
nologiques, a conduit les responsables du projet à en valider la concep-
tion en construisant un prototype d’une chaîne laser du LMJ. Ce proto-
type, appelé "Ligne d’Intégration Laser" (LIL), est constitué d’un seul
quadruplet alors que le LMJ en comportera une quarantaine. Opéra-
tionnelle depuis 2002, la LIL est en phase d’arrêt depuis 2013.
La problématique de l’endommagement laser, mis en exergue
d’une part lors du passage des faisceaux laser dans les cristaux de
KDP/DKDP pour l’étape de conversion de fréquence et d’autre part
lors de sa transmission dans le hall d’interaction à travers des fenêtres
de silice, constituera l’axe central de nos études.
L’endommagement laser
L’augmentation des puissances laser a soulevé très tôt la probléma-
tique de l’endommagement occasionné dans les optiques de la chaîne
d’amplification et lors de la traversée des hublots de silice vers la
chambre d’interaction.
L’endommagement laser est la conséquence du transfert de l’éner-
gie optique dans le matériau. Les phénomènes à prendre en compte
varient très fortement avec les caractéristiques temporelles de l’irra-
diation (durée d’impulsion et temps d’irradation). On peut mettre en
évidence deux grandes classes d’interaction menant à l’endommage-
ment : thermique et photoélectrique.
Dans les matériaux transparents, le mécanisme de base à l’origine
de l’endommagement est le claquage dans les diélectriques. Une irra-
diation laser suffisamment intense peut provoquer ce phénomène si le
champ électrique incident est supérieur au seuil de claquage, généra-
lement défini par une fluence seuil exprimée en J/cm2. Dans ces condi-
tions, le champ incident commence par ioniser les atomes du matériau,
c’est-à-dire par arracher leurs électrons par photoionisation, puis il ac-
célère ces électrons libres qui pourront à leur tour ioniser par collision
un autre atome, créant ainsi d’autres porteurs de charges libres et, par
effet d’avalanche électronique, conduire à la rupture locale du maté-
riau.
Ce mécanisme est favorisé essentiellement pour des impulsions de
courtes durées (fs-ps), où les processus d’absorption multiphotonique
y sont prépondérants et permettent de créer des électrons libres in-
dépendamment de l’hydrodynamique du plasma produit. Les seuils
d’endommagement varient significativement avec les propriétés in-
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trinsèques du matériau et les paramètres laser. Par exemple, pour une
impulsion laser de 2.5 ns, le seuil d’endommagement en fluence dans
la silice (SiO2) est d’environ 12 J/cm2 à 355 nm [97] et de 25 J/cm2 à
1064 nm [97]. Pour des impulsions plus courtes, le seuil de dommage
est réduit à 2 J/cm2 à 1064 nm [119]. Néanmoins, la présence d’in-
homogénéités dans ce matériau peut engendrer des augmentations
locales du champ électrique laser favorisant des mécanismes d’ava-
lanche électronique, qui peuvent conduire in fine au claquage du ma-
tériau pour des valeurs de flux moindre. La présence de ces défauts
précurseurs, qui sont distribués selon un processus stochastique, rend
complexe l’étude de l’endommagement.
En régime nanoseconde, l’endommagement des composants op-
tiques peut-être provoqué non seulement par des porteurs de charges
libres selon un processus d’avalanche et par la présence de sites d’im-
puretés, mais aussi par des contraintes thermo-mécaniques dues à
l’absorption optique et donc à l’échauffement du matériau, à son
hydrodynamique locale et aux transitions de phase qui peuvent s’y
développer. Le mécanisme d’amorçage de l’endommagement laser en
régime nanoseconde résulte de la conjonction de plusieurs processus
physiques complexes. Néanmoins, de nombreuses études ont été me-
nées afin de prévoir les comportements de la fluence seuil en fonction
de l’impulsion laser. Pour des impulsions longues (ns) de durée τ, il a
été démontré que la fluence seuil est approximativement proportion-
nelle à τ1/2, caractéristique des phénomènes thermiques [48, 90, 119].
Pour des durées d’impulsions courtes (inférieures à la dizaine de
picosecondes), cette loi d’échelle ne tient plus. Des divergences appa-
raissent entre les dépendances mises en évidence dans la littérature,
notamment par Du et al. [48] et Stuart et al. [119] pour qui il ne ressort
aucune dépendance temporelle simple. Rappelons que d’un point de
vue microscopique, un critère convenu d’endommagement est que la
densité d’électrons libres produits approche la densité critique plasma
au delà de laquelle l’onde laser ne peut plus se propager.
Les défauts à l’origine de l’endommagement dus à des sollicita-
tions thermo-mécaniques sont des défauts absorbants :
• Les inclusions ou les impuretés qui s’introduisent dans le vo-
lume du composant lors de leur fabrication, en particulier lors
de la phase de croissance d’un cristal (par exemple KDP). Ces
inclusions sont de tailles nanométriques à micrométriques. Les
mécanismes engendrés par ces défauts absorbants sont souvent
liés aux contraintes thermo-mécaniques. L’inclusion absorbe une
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partie de l’énergie laser conduisant à une élévation brutale de
sa température, et provoquant ainsi l’échauffement du matériau
par conduction thermique. Ces mécanismes d’endommagement
sont depuis de nombreuses années abondamment étudiés théo-
riquement [63] et expérimentalement [35, 51, 96, 101, 102].
• Les défauts structurels qui caractérisent des zones dont la struc-
ture atomique et électronique subit des modifications par absorp-
tion de l’énergie laser (Fig. 1.7). L’absorption localisée engendre
une augmentation forte de la température du matériau et oc-
casionne des dommages si les sollicitations thermo-mécaniques
sont conséquentes. L’irradiation laser elle-même est à l’origine
de ces défauts de structures [56].
FIGURE 1.7 – (a) Observation par microscopie confocale d’un dom-
mage créé par un laser nanoseconde sur la face arrière d’un verre de
silice [31]. Des modifications morphologiques de la surface forment un
cratère rugueux avec contraintes résiduelles. (b) Une mesure de fluo-
rescence à la longueur d’onde de pompe (en vert) met en évidence
des fractures sous-surfaciques. L’analyse de luminescence (en rouge)
révèle des modifications physico-chimiques du matériau.
A l’inverse, les défauts non-absorbants contribuent à l’endom-
magement par effet photoélectrique. La présence d’inhomogéités de
structure, de rayures ou de fractures peut favoriser des exaltations lo-
calisées du champ incident et conduire à des phénomènes d’avalanche
électronique responsable du claquage du matériau. Bloembergen fait
état de ce phénomène dans ses travaux dès 1973 en montrant que des
rayures en surface peuvent conduire à une augmentation localisée du
champ électrique d’un facteur compris entre 2 et 1000 selon la configu-
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ration géométrique des défauts [34]. D’autres travaux ont aussi mis en
évidence le rôle crucial joué par des rayures de tailles micrométriques
en surface sur l’endommagement de la silice pour des faisceaux opé-
rant dans l’ultraviolet [20].
En amont des processus d’endommagement, l’interaction laser-
matériau joue un rôle fondamental dans l’apparition des dommages.
En particulier l’auto-focalisation laser et la génération de plasma sont
deux mécanismes clés conduisant à détériorer un matériau, sans néces-
sairement avoir à considérer des impuretés ou des défauts structurels.
3 Phénomènes non-linéaires
Comme nous l’avons vu dans le paragraphe précédent, l’endom-
magement résulte du couplage et du transfert de l’énergie laser dans
le matériau, puis à une dissipation de l’excès d’énergie conduisant à
des modifications de structures sévères. La compréhension de ces mé-
canismes complexes nécessite de faire appel à plusieurs domaines de
la physique. Ce mémoire n’a pas la prétention d’étudier la probléma-
tique de l’endommagement laser dans son ensemble. Il se situe plus en
amont et s’intéresse aux phénomènes d’optique non-linéaire couplés à
la génération de plasma qui précède l’apparition d’un dommage.
Les différents phénomènes non-linéaires que nous prenons en
considération sont :
• L’effet Kerr. Cet effet conduit le faisceau laser à s’auto-focaliser [69].
L’auto-focalisation se traduit par une réduction du diamètre du
faisceau lors de son passage dans le matériau, entraînant une
concentration d’énergie susceptible d’engendrer un claquage.
Ce phénomène est intrinsèquement lié à l’augmentation locale
de l’indice de réfraction du milieu (n = n0 + n2 I, où n0 est l’in-
dice de réfraction linéraire, n2 l’indice de réfraction non-linéaire
et I l’intensité du champ laser), ce qui conduit à une focalisation
du faisceau à une distance de propagation finie. On observe ce
phénomène dans les matériaux épais compte tenu des distances
caractéristiques nécessaires pour que le faisceau s’auto-focalise
totalement. Les dommages observés en face avant et arrière des
hublots de la chambre d’expérience du LMJ sont amorcés par cet
effet d’auto-focalisation Kerr (Figs. 1.8 et 1.9). Dans ce contexte,
un faisceau présentant intialement des inhomogénéités subit de
l’instabilité modulationnelle et se fragmente en "filaments" de
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lumière qui s’amplifient à travers le matériau et créent des traces
d’endommagement à l’intérieur de celui-ci.
FIGURE 1.8 – (haut) : Filament
simple pour un faisceau laser
millétrique. (bas) : Filamenta-
tion multiple pour un faisceau
large, centimétrique (Source L.
Lamaignière)
FIGURE 1.9 – Hublot de si-
lice montrant des dommages en
face arrière pour une forte puis-
sance incidente laser (1.2 TW)
opérant dans le domaine UV
(Source L. Lamaignière).
• La rétrodiffusion Brillouin Stimulée (SBS) ou « Stimulated
Brillouin Scattering ». Ce phénomène fut observé pour la pre-
mière fois en 1964 par Chiao, Townes et Stoicheff [44]. La dif-
fusion Brillouin résulte de l’interaction pondéromotrice entre le
matériau et l’onde laser qui provoque la création d’une onde
acoustique sur laquelle une onde électromagnétique diffuse pré-
férentiellement en direction opposée à celle de l’onde laser inci-
dente. Ce phénomène prend naissance pour des durées laser plu-
tôt longues, c’est-à-dire nanosecondes. À des puissances laser in-
cidentes suffisament élevées, l’onde rétrodiffusée peut-être am-
plifiée à de fortes intensités avec un gain exponentiel et engen-
drer un endommagement en face avant du matériau (Fig. 1.10).
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FIGURE 1.10 – Dommages observés sur une lame de silice de 4.3 cm
d’épaisseur et de 10 cm de diamètre : pour des tirs à 3ω et sans fonc-
tion anti-Brillouin, des dommages sont créés par diffusion Brillouin
stimulée. La présence de modulations de phase (tirs à 1ω) conduit à
la suppression de l’effet Brillouin en face avant, mais favorise l’appa-
rition de filaments multiples en face arrière (Source L. Lamaignière).
• La photoionisation. Ce mécanisme correspond au passage d’un
électron de la bande de valence d’un diélectrique à sa bande
de conduction par l’absorption simultanée de plusieurs photons
par les atomes du matériau [112]. Selon la nature de ce dernier
et l’amplitude du champ électrique incident, deux processus de
photoionisation sont à considérer : l’ionisation multiphotonique
et l’ionisation par effet tunnel. La théorie de photoionisation éla-
borée par Keldysh permet de discriminer ces deux processus se-
lon un paramètre γ qui dépend de l’indice et de la largeur de
bande interdite du matériau et est inversement proportionnel au
champ électrique laser [66].
Lorsque γ  1, le processus dominant de la photoionisation est
l’effet tunnel. Le champ électrique laser abaisse le niveau de la
barrière coulombienne qui lie un électron de valence à son atome
parent. Si le champ est suffisamment intense, la barrière de po-
tentiel coulombien peut être abaissée pour permettre à un élec-
tron de la franchir par effet tunnel et devenir ainsi un porteur de
charge libre. En revanche, lorsque γ  1, la photo-ionisation est
assurée par l’absorption simultanée de plusieurs photons par un
électron. On parle alors d’ionisation multiphonique (MPI). Pour
passer de la bande de valence à la bande de conduction, l’énergie
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absorbée par l’électron doit être supérieure à celle de la bande in-
terdite. Dans cette configuration, on montre que la densité élec-
tronique croît selon σK IK, K étant le nombre de photons néces-
saires à l’ionisation, σK la section efficace de photoionisation as-
sociée par absorption de K photons, et I l’intensité du champ
laser.
• Avalanche électronique. Cet effet est l’un des processus à l’ori-
gine de l’endommagement dans les solides [112]. On peut le ré-
sumer comme suit : un électron libéré dans la bande de conduc-
tion par photoionisation peut absorber séquentiellement plu-
sieurs photons par processus de Bremsstrahlung inverse. Le pro-
cessus de Bremsstrahlung correspond à un rayonnement électro-
magnétique à spectre large crée par le ralentissement de charges
électriques. En effet, lorsqu’un électron passe suffisament près
d’un noyau, celui-ci est freiné et dévié par le champ électrique du
noyau. Chaque modification de trajectoire est accompagnée par
l’émission d’un photon (à cause de la conservation de la quan-
tité du mouvement). Le processus de Bremsstrahlung inverse
est donc une accélération des électrons libres par absorption de
plusieurs photons. L’électron peut alors ioniser par collision un
autre atome provoquant le passage de ses électrons de la bande
de valence à la bande de conduction. Ce processus se répétant,
on parle alors de cascade ou d’avalanche électronique.
L’échauffement du plasma conséquent à l’ionisation est alors
conféré à la matrice environnante. C’est cet échauffement qui amorce
des dommages structurels.
En régime de forte puissance laser, les quatre phénomènes non-
linéaires rappelés ci-dessus sont couplés. D’une part, l’auto-focalisation
laser s’établit lorsque la puissance laser franchit un certain seuil, appe-
lée "puissance critique d’auto-focalisation". D’autre part, la diffusion
Brillouin stimulée déplète une partie de l’énergie de l’onde pompe au
profit de l’onde rétrodiffusée. Enfin, lorsque les ondes de pompe et
rétrodiffusée atteignent des intensités suffisamment élevées (plusieurs
TW/cm2), elles peuvent ioniser le matériau et contribuer à la création
de porteurs de charges libres précurseurs de dommages.
Des travaux antérieurs [84, 86] se sont intéressés au couplage entre
l’auto-focalisation Kerr et la rétrodiffusion dans la silice en présence
de génération de plasma. Toutefois, ces travaux se limitaient à une
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approche stationnaire du plasma. Or, il est impératif de prendre en
considération la réponse dynamique de celui-ci si on souhaite traiter
correctement la photoionisation.
Par ailleurs, d’autres modèles d’endommagement pour les cris-
taux [50] prennent en compte la dynamique électrons/trous et pos-
tulent que la transition des électrons de la bande de valence vers la
bande de conduction requiert moins de photons compte tenu des dé-
fauts induits par des vacances d’oxygène dans le réseau, présents dans
la bande interdite du matériau. Ces modèles sont essentiellement uti-
lisés lorsque l’on s’intéresse à l’interaction laser dans des matériaux
comme le KDP en régime d’impulsions ultracourtes (fs).
4 Motivation et plan
L’objectif de cette thèse est donc d’étudier l’influence d’un plasma
non-stationnaire en régime d’auto-focalisation laser. Cette auto-
focalisation sera couplée à des non-linéarités Brillouin pour des im-
pulsions nanosecondes dans la silice et elle excitera des canaux d’ioni-
sation variés pour des impulsions femtosecondes dans les cristaux de
KDP. L’une des principales difficultés sera de simuler la propagation
d’impulsions nanosecondes en sachant que la réponse dynamique du
plasma s’établit sur des durées femtosecondes. Cela nécessitera des
simulations 3D importantes, d’où le recours au calcul massivement
parallèlle (HPC).
Le corps de ce mémoire de thèse s’établit comme suit :
• Le chapitre 2 met en exergue les différents processus non-
linéaires mis en jeu et établit le système d’équations modélisant
le couplage entre l’effet Kerr, la rétrodiffusion Brillouin et la gé-
nération de plasma pour des impulsions nanosecondes. Nous
présentons aussi les différents codes utilisés durant cette thèse,
permettant de simuler les différents modèles théoriques propo-
sés. Nous apporterons une attention particulière à l’introduction
d’une réponse plasma inertielle dans les modèles de filamenta-
tion couplés à la rétrodiffusion Brillouin.
• Le chapitre 3 présente des simulations numériques 3D d’impul-
sions LIL/LMJ se propageant à forte intensité dans des échan-
tillons de silice. Ces échantillons représentent les hublots de
verre assurant l’interface entre la chambre d’expérience du LMJ
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et une chaîne laser. Il s’agira de valider un système anti-Brillouin
consistant en des modulations de phases rapides, accompagnées
de modulations d’amplitude. Les modulations de phase cassent
la cohérence temporelle du laser et sont censées supprimer la ré-
trodiffusion. Nous montrerons, à partir de profils numérisés de
fluence, de puissance et de phase, qu’avec une double fréquence
de modulation à 2 et 14 GHz, une suppression efficace de l’effet
Brillouin est assurée pour des épaisseurs de hublots de 4 à 5 cm,
et des intensités laser inférieures à 9 GW/cm2.
• Le chapitre 4 portera sur l’étude du couplage entre l’effet Kerr,
la rétrodiffusion Brillouin et la génération de plasma dans la
silice pour des impulsions nanosecondes dans l’ultraviolet et
l’infrarouge sur quelques cm de silice. Nous montrerons que
la propagation d’une impulsion laser est sujette à des instabili-
tés modulationnelles liées à la nature instationnaire du plasma
d’électrons. Un formalisme de type "ondes planes" permettra
de traiter théoriquement ces instabilités et de calculer le taux
de croissance des modes perturbatifs. Ces modes perturbatifs
s’établissent lorsque leur fréquence est de l’ordre de l’inverse
du temps de recombinaison électronique. En tenant compte de
la diffusion Brillouin, nous montrerons qu’une forte rétrodiffu-
sion en entrée du matériau conduit à une forte réponse plasma
qui, par rétroaction, force l’onde de pompe à s’auto-focaliser de
manière prématurée. Des modulations de phase permettront de
prévenir ce phénomène pour des impulsions pompe non pertur-
bées.
• Le chapitre 5 se focalisera enfin sur l’étude d’un cristal de
KDP, pour lequel nous simulerons des impulsions laser fem-
tosecondes. Nous nous intéresserons à des modèles d’ionisation
plus élaborés qu’une simple réponse multiphotonique. Ces mo-
dèles font l’hypothèse que l’excitation électronique de la bande
de valence vers la bande de conduction s’opère grâce à des états
localisés dans la bande interdite du matériau, nécessitant une
absorption moindre de photons par les électrons. Ces modèles
permettront aussi d’étudier l’influence de la dynamique élec-
trons/trous.
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Ce travail a été effectué à la Direction des Applications Militaires
du Commissariat à l’Énergie Atomique et aux Énergies Alternatives
(CEA-DAM) à Bruyères-Le-Châtel (CEA-DIF). Les simulations numé-
riques présentées ici ont été réalisées sur les machines Curie et Airain
du Centre de Calcul Recherche et Technologie (CCRT) du CEA-DIF.
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–As far as the laws of mathematics refer to reality,
they are not certain ; and as far as they are certain,
they do not refer to reality.
Albert Einstein (1879 - 1955)
2
Couplage
Filamentation-Brillouin-Plasma :
Description théorique et
propriétés fondamentales
Dans ce chapitre, nous rappelons tout d’abord les principaux phé-
nomènes à l’origine de la diffusion de la lumière lors de la propaga-
tion d’une impulsion optique. Une attention particulière est donnée
au processus de diffusion Brillouin stimulée. Ensuite, nous dérivons
les équations de propagation des ondes optiques laser et Stokes, su-
jettes au couplage entre la filamentation due à l’effet Kerr, la rétro-
diffusion Brillouin stimulée (SBS) et la génération de plasma. Les dif-
férentes hypothèses qui sous-tendent le modèle de propagation sont
discutées. Enfin, nous présentons quelques outils mathématiques per-
mettant, d’une part, de mettre en évidence les propriétés fondamen-
tales de notre modèle de propagation et, d’autre part, d’appréhender
les différents processus physiques d’intérêt.
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1 Généralités sur la diffusion de la lumière et
la diffusion Brillouin stimulée
1.1 Origine de la diffusion de la lumière
La diffusion de la lumière résulte de la présence d’inhomogénéités
affectant la permittivité diélectrique du milieu de propagation. Ainsi,
un milieu parfaitement homogène diffuse de la lumière uniquement
dans une direction privilégiée, appélée direction de propagation. On
parle alors de « diffusion cohérente ». En revanche, un milieu qui pré-
sente des inhomogénéités promeut des fluctuations de densité qui
conduisent à des variations rapides et stochastiques de l’indice de ré-
fraction. Celles-ci entraînent la diffusion de la lumière dans toutes les
directions spatiales. Les origines de la diffusion de la lumière résident
donc essentiellement dans des phénomènes pouvant affecter spatiale-
ment ou temporellement les propriétes optiques du milieu.
1.2 Diffusion spontanée et stimulée
La diffusion de la lumière est dite spontanée lorsque la présence
d’ondes électromagnétiques ne modifie pas les propriétés optiques
du milieu. A l’opposé, la diffusion devient stimulée lorsque les fluc-
tuations à l’origine de la diffusion sont exacerbées par des ondes
électromagnétiques extérieures. En d’autres termes, le régime de dif-
fusion stimulée est privilégié lorsque l’intensité des ondes optiques
est suffisamment grande pour engendrer des modifications dans les
propriétés optiques du milieu. L’efficacité de la diffusion Brillouin est
avérée dans cette configuration.
1.3 Diffusion élastique et inélastique
Lorsqu’on irradie un milieu transparent avec une impulsion élec-
tromagnétique monochromatique, l’analyse spectrale de la lumière
diffusée révèle plusieurs contributions spectrales [Fig. 2.1]. Chaque
composante spectrale renseigne sur le mécanisme de diffusion privi-
légié et donc sur la nature spécifique des fluctuations excitées dans
le matériau. On dénomme « inélastique », le phénomène diffusant qui
génère un décalage fréquentiel induit par un changement dans l’éner-
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gie des photons mis en œuvre. A l’opposé, une diffusion n’entraînant
aucune modification de fréquence est qualifiée d’« élastique ». Pour
une diffusion inélastique, on a coutume d’appeler onde Stokes et anti-
Stokes, les composantes dont la fréquence est inférieure ou supérieure
à celle de l’onde incidente, respectivement. Selon la nature des fluctua-
tions engendrées, on peut recenser les processus suivants :
– La diffusion Brillouin, est induite par la présence d’ondes so-
nores associées à des variations de pression du milieu. Elle ré-
sulte de la diffusion de la lumière par des phonons acoustiques.
– La diffusion Raman, provient de l’interaction de la lumière avec
des modes vibratoires des molécules constitutives de la matière.
Elle résulte de la diffusion de la lumière par les phonons op-
tiques du milieu.
– La diffusion Rayleigh d’ailes, est due aux fluctuations de
l’orientation des molécules asymétriques du matériau. Son
spectre relativement large traduit un processus de réorienta-
tion des molécules s’établissant sur des échelles temporelles très
brèves.
– La diffusion Rayleigh, est générée par les centres de diffusion
induits par des fluctuations de densité. Ses centres de diffusion
étant fixes, la diffusion résultante se fait donc sans aucun chan-
gement fréquentiel.
2 Description thermodynamique de la diffu-
sion de la lumière
2.1 Diffusion inélastique de la lumière
La description de la diffusion de la lumière dans un milieu ga-
zeux repose essentiellement sur une théorie microsopique selon la-
quelle chaque molécule du gaz contribue à diffuser la lumière indé-
pendamment les unes des autres. L’interaction intermoléculaire est né-
gligée. Dans un milieu condensée (solide), le cadre théorique permet-
tant d’appréhender le mieux le processus de diffusion inélastique (par
exemple la diffusion Brillouin) repose sur une théorie macroscopique.
La diffusion résulte alors des fluctuations du coefficient de suscepti-
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FIGURE 2.1 – Synoptique illustrant les composantes spectrales de fré-
quence ν de la lumière diffusée dans un milieu arbitraire présentant
des inhomogéités.
bilité électrique du milieu, conséquence des variations de grandeurs
thermodynamiques (densité ou température) [115]. Les fluctuations de
la susceptibilité électrique ∆e, s’écrivent
∆e =
(
∂e
∂ρ
)
T
∆ρ+
(
∂e
∂T
)
ρ
∆T, (2.1)
où ρ et T sont respectivement la densité et la température du milieu.
D’après [36], les variations de densité sont principalement respon-
sables de la diffusion inélastique. Nous omettons les variations in-
duites par les gradients de température liés à la partie imaginaire
de l’indice optique et qui peuvent conduire à du Brillouin d’origine
thermique. Les fluctuations de densité ∆ρ s’écrivent alors comme une
combinaison linéaire de deux grandeurs thermodynamiques indépen-
dantes :
∆ρ =
(
∂ρ
∂p
)
s
∆p +
(
∂ρ
∂s
)
p
∆s, (2.2)
où p et s désignent la pression et l’entropie, respectivement.
Le premier terme (∂ρ/∂p)s traduit les fluctuations adiabatiques de
densité, responsables de la diffusion Brillouin. Le second terme
(∂ρ/∂s)p traduit les variations isobares de la densité et conduit à
la diffusion Rayleigh.
Dans le cadre de ce mémoire, il ne sera fait état que de la diffusion
Brillouin, par conséquent la contribution du terme associé à la diffu-
sion Rayleigh sera omise. L’expression de la variation de la susceptibi-
lité électrique s’écrit donc
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∆e =
(
∂e
∂ρ
)
T
(
∂ρ
∂p
)
s
∆p. (2.3)
2.2 Ondes Stokes et anti-Stokes
Nous discutons les propriétés des ondes générées par diffusion
Brillouin et montrons qu’il existe un lien étroit entre la direction de
l’onde diffusée et son décalage fréquentiel.
Ondes Stokes
FIGURE 2.2 – Schéma de la génération d’une onde Stokes par diffusion
Brillouin (~k2 =~kS,~k =~k1).
La figure 2.2 illustre le schéma de principe de la diffusion Brillouin
d’une onde Stokes par une onde acoustique et la configuration géomé-
trique de l’interaction qui permet de déduire l’angle de diffusion θ.
D’après [8, 36], le vecteur d’onde et la pulsation de la composante
Stokes de la diffusion Brillouin sont régis par les équations suivantes :
~k2 = ~k1 −~q, (2.4)
ω2 = ω1 −Ω, (2.5)
où ~ki (i = 1, 2), ~q, ωi, et Ω désignent respectivement les vecteurs
d’ondes et les fréquences de l’onde de pompe laser (~k1, ω1), de l’onde
Stokes (~k2, ω2) et de l’onde acoustique (~q,Ω). Les fréquences et les vec-
teurs d’ondes optiques et acoustiques sont donnés par les relations de
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dispersion :
ki =
n0ωi
c
=
2pin0
λi
, i = 1, 2
q =
Ω
Cs
,
(2.6)
où λi représente la longueur d’onde des ondes pompe et Stokes (i =
1, 2) ; c correspond à la vitesse de la lumière dans le vide, et Cs '
5.97× 105 cm/s désigne la vitesse acoustique dans la silice. Les équa-
tions (2.4) et (2.5) traduisent respectivement les équations de conser-
vation de l’impulsion et de l’énergie.
D’après la figure 2.2, l’équation reliant les trois modules des vecteurs
d’onde s’écrit :
q2 = k21 + k
2
2 − 2k1k2cosθ, (2.7)
où θ est l’angle entre les vecteurs d’onde pompe et Stokes. La fré-
quence de l’onde acoustique étant très petite devant celle des ondes
optiques, on peut faire l’approximation k1 ∼= k2, i.e., les modules des
vecteurs d’ondes pompe et Stokes sont équivalents. L’équation (2.7)
s’écrit finalement :
q = 2k1 sin
(
θ
2
)
. (2.8)
En utilisant l’équation (2.6), on montre facilement que le décalage fré-
quentiel que subit l’onde Stokes est lié à la vitesse de propagation des
modes de vibrations acoustiques Cs et à l’angle de diffusion θ. L’équa-
tion (2.8) devient donc
Ω = 2k1Cs sin
(
θ
2
)
. (2.9)
On définit le décalage fréquentiel caractérisant la diffusion Brillouin,
aussi appelé décalage Brillouin, à partir de la relation
νB =
Ω
2pi
=
2n0Cs
λ1
sin
(
θ
2
)
. (2.10)
L’équation (2.10) indique deux configurations extrêmes. Celle où
les vecteurs d’ondes pompe et Stokes sont colinéaires et de même di-
rection (θ = 0) et celle où ils sont colinéaires et de sens opposé (θ = pi).
Dans cette dernière configuration, le décalage Brillouin est maximal -
on parle alors de rétrodiffusion Brillouin- alors qu’il est nul pour θ = 0.
Avec (2.10), on déduit le décalage Brillouin maximal (θ = pi) :
νB =
ΩB
2pi
=
2n0Cs
λ1
, (2.11)
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où
ΩB = qCs = 2CSn0ω1/c. (2.12)
Dans la silice, pour une longueur d’onde incidente λ0 = 1550 nm,
le décalage Brillouin est νB = 11.2 GHz [36]. Cela corrobore a poste-
riori l’approximation k1 ∼= k2 (la fréquence des ondes optiques, de
l’ordre de 250 THz, est effectivement très grande devant celle des
ondes acoustiques).
Ondes anti-Stokes
FIGURE 2.3 – Schéma de la génération d’une onde anti-Stokes par dif-
fusion Brillouin (~k2 =~kAS,~k =~k1).
La figure 2.3 illustre le schéma de principe de la diffusion Brillouin
d’une onde anti-Stoke par une onde acoustique et sa configuration
géométrique associée.
En répétant la démarche analytique précédente, on peut montrer
que la génération d’une onde anti-Stokes par diffusion Brillouin statis-
fait les équations de conservation de quantité de mouvement et d’éner-
gie
~k2 = ~k1 +~q, (2.13)
ω2 = ω1 +Ω. (2.14)
Le décalage Brillouin νb en valeur absolue est identique à celui
trouvé en (2.11). En régime spontanée, les contributions Stokes et anti-
Stokes apparaissent à part égale. En régime stimulé, l’accroissement
de la puissance de l’onde de pompe conduit à une augmentation très
rapide du nombre de photons Stokes et de phonons acoustiques qui
2. DESCRIPTION THERMODYNAMIQUE DE LA DIFFUSION DE LA LUMIÈRE 27
CHAPITRE 2. COUPLAGE FILAMENTATION-BRILLOUIN-PLASMA :
DESCRIPTION THÉORIQUE ET PROPRIÉTÉS FONDAMENTALES
se développent dans le sens de la propagation. A contrario, la création
d’un photon anti-Stokes résulte de l’annihilation d’un photon pompe
et d’un phonon acoustique qui se propage dans le sens inverse à la
direction de propagation. Pour de la rétrodiffusion stimulée, qui est
l’objet de ce travail, le réservoir de phonons à l’origine de la diffusion
anti-Stokes n’est pas (ou peu) alimenté et donc l’onde anti-Stokes ne
peut être stimulée [33]. C’est la raison pour laquelle nous omettrons
en général les contributions anti-Stokes à partir de la section 3.
2.3 Largeur de raie Brillouin et amortissement acous-
tique
Les largeurs de raie Stokes et anti-Stokes, que l’on a coutume d’ap-
peler largeur de raie Brillouin, sont intimement liées à l’amortissement
des ondes sonores. Elles sont d’autant plus larges que l’amortisse-
ment des ondes sonores est important. Cet amortissement s’établit sur
quelques micromètres tout au plus.
L’intensité des ondes acoustiques subit une décroissance exponentielle
[8, 115], caractérisée par un facteur d’amortissement ΓB :
|∆ρ(t)|2 = |∆ρ(0)|2 exp [−ΓBt] , (2.15)
associé à la durée de vie τB des phonons acoustiques. Cette quantité
physique s’exprime en fonction du coefficient d’amortissement des
ondes acoustiques selon la relation
ΓB =
2
τB
. (2.16)
La transformée de Fourier de l’Éq. (2.15) indique que le spectre
Brillouin est une lorentzienne, traduisant une diminution ou une aug-
mentation de la fréquence optique à νs = ν0 − νb et νas = ν0 + νb pour
les ondes Stokes et anti-Stokes [Fig. 2.4]. La largeur à mi-hauteur de la
raie Brillouin est donnée par
∆νB =
ΓB
2pi
=
1
piτB
. (2.17)
Le temps de vie des phonons acoustiques est évalué entre 1 et 10 ns
dans la silice, par conséquent la relation Ω ' ΩB  ΓB sera toujours
valide. La table 2.1 récapitule quelques ordres de grandeur des para-
mètres d’intérêt sur la diffusion Brillouin dans la silice à différentes
longueurs d’onde.
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FIGURE 2.4 – Spectre de la diffusion Brillouin spontanée.
Longueur d’onde [µm] Décalage Brillouin [GHz] Largeur Brillouin [MHz]
0.355 49.6 289
0.8 21.6 70
1.064 16.5 31.8
TABLE 2.1 – Paramètres physiques de la diffusion Brillouin dans la si-
lice à différentes longueurs d’onde.
3 La diffusion Brillouin stimulée
3.1 Origine de la force d’électrostriction
L’électrostriction est le phénomène fondamental à l’origine de la
diffusion Brillouin. Ce phénomène prend naissance lorsqu’une forte
densité de champ électrique exerce une compression sur ou à l’inté-
rieur du matériau d’interaction. On peut appréhender ce mécanisme
comme une maximisation de l’énergie potentielle : les zones de plus
forts gradients du champ électrique attirent les molécules, ce qui aug-
mente localement la densité du milieu et l’énergie potentielle emma-
gasinée [8].
Soit un champ électrique ~E présent dans un milieu compressible et
dont l’origine est celui d’un condensateur plan comme illustré sur la
figure 2.5. La densité d’énergie ∆U emmagasinée s’écrit :
∆U =
1
2
e0∆e|E|2, (2.18)
où e0 est la permittivité diélectrique du vide et ∆e représente la
fluctuation de la constante diélectrique donnée par l’Éq. (2.1). Les mo-
lécules polarisées près du condensateur plan sont soumises à une force
~F proportionnelle au gradient du carré du champ électrique qui règne
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FIGURE 2.5 – Schéma illustrant une force agissant sur une molécule à
proximité d’un condensateur. p est le moment dipolaire de la molécule
et F la force d’électrostriction s’exerçant sur la molécule.
aux bords du condensateur et qui entraîne un déplacement des molé-
cules. Ce déplacement conduit à une augmentation locale de la densité
du milieu par la quantité ∆ρ par rapport à la densité moyenne ρ0.
Cette densification induit une modification de la constante diélec-
trique entre les plaques du condensateur plan :
∆e =
(
∂e
∂ρ
)
T
∆ρ. (2.19)
Par ailleurs le travail volumique de la force d’électrostriction, qui
exerce une compression sur le matériau, est proportionnel à la pression
électrostrictive et s’écrit :
∆W˜ = pst
(
∆V
V
)
= −pst∆ρ
ρ0
. (2.20)
En vertu du premier principe de la thermodynamique, on a l’éga-
lité ∆W˜ = ∆U, fournissant ainsi la pression électrostrictive
pst = −12e0γe|E|
2, (2.21)
avec
γe = ρ0(∂e/∂ρ)T, (2.22)
où γe désigne le coefficient d’électrostriction du matériau.
Il est intéressant de noter ici que d’une part la relation ∆W˜ = ∆U
amène à faire une hypothèse d’adiabaticité (la totalité de l’énergie po-
tentielle ∆U est convertie au profit du phénomène d’électrostriction) et
d’autre part, l’expression (2.21) indique que la pression électrostrictive
est minimale dans les zones de fort champ électrique : la matière est
donc attirée dans les zones où le champ électrique est le plus intense,
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densifiant ainsi ces régions qui voit leur indice s’accroître.
Le raisonnement présenté ci-dessus utilise un champ électrique sta-
tique. Néanmoins, il peut-être appliqué pour la composante électrique
d’un champ électromagnétique dont l’amplitude est variable. Cela
suppose néanmoins quelques modifications. En effet, le déplacement
de la matière étant un phénomène relativement lent par rapport à la
fréquence du champ électrique, il faut considérer la valeur moyenne
de la quantité |E|2 sur plusieurs cycles optiques. L’expression de la
pression électrostrictive devient :
pst = −12e0γe < |E|
2 > (2.23)
où le symbole < . > signifie une prise de moyenne sur au moins un
cycle optique de période T0 = 2pi/ω0. En termes d’intensité I expri-
mée en W/cm2, la force d’électrostriction est définie par
~∇pst = − γe2n0c
~∇I. (2.24)
Sous l’action d’un rayonnement laser, les molécules du milieu d’in-
teraction s’agitent autour de leur position d’équilibre, ce qui a pour
conséquence de générer des ondes acoustiques de basse fréquence. La
constante diélectrique, la densité ainsi que la pression du milieu sont
modifiées. Ces fluctuations créent un réseau d’indice de réfraction qui
se propage à la vitesse des ondes sonores. Lorsque l’onde laser inci-
dente interagit à son tour avec ce réseau d’indice, une partie de son
énergie est diffractée et génère une onde Stokes qui se propage pré-
férentiellement dans la direction opposée à celle de l’onde de pompe
incidente. Au fur et à mesure que l’onde de pompe se propage, celle-ci
voit son intensité diminuer au profit de l’onde rétrodiffusée. Ce pro-
cessus peut s’entretenir ainsi jusqu’à épuisement du signal pompe.
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3.2 Equation des ondes acoustiques
La densité du matériau ρ est gouvernée par trois équations hydro-
dynamiques [72, 75] :
– L’équation de continuité (conservation de la masse) :
∂tρ+∇(ρ~u) = 0 (2.25)
– L’équation de Navier-Stokes (conservation du moment) :
ρ [∂t~u + (~u∇)~u] +∇p− η∇2~u +
(
ζ +
η
3
)
∇(∇~u) = ~F (2.26)
– L’équation de transport de la chaleur (conservation de l’éner-
gie) :
ρT(∂ts + ~u∇s)−∇(κ∇T)− σ′ik
∂ui
∂xk
= Q (2.27)
où ~F = − ~∇pst et la fonction Q désigne le terme de couplage laser
tel que
Q(r, t) = αL I(r, t). (2.28)
αL est le coefficient d’absorption linéaire optique du matériau et I(r, t)
l’intensité du champ laser calculée à partir de la valeur moyenne de la
quantité |E|2 sur plusieurs périodes optiques.
ρ, T, p, ~u et s sont respectivement la densité, la température, la pres-
sion, la vitesse et l’entropie du matériau. κ est la conductivité ther-
mique et σ
′
ik le tenseur de contraintes qui dépend des viscosités de
cisaillement ζ et volumique η selon la relation suivante :
σ′ik = η
(
∂xk ui + ∂xi uk −
2
3
δik∂xl ul
)
+ ζδik∂xl ul. (2.29)
En combinant les équations hydrodynamiques après les avoir li-
néarisé et en retenant uniquement les termes perturbatifs du premier
ordre, nous montrons que l’équation régissant les variations acous-
tiques s’écrit
− 2iΩ∂tρ¯+ (Ω2B −Ω2 − iΓBΩ)ρ¯ =
q2γe
2n0c
U1U∗2 . (2.30)
avec ρ¯ l’enveloppe des variations acoustiques et
Ω2B −Ω2 = (ΩB −Ω)(ΩB +Ω) ' 2Ω(ΩB −Ω) = 2Ω∆Ω. (2.31)
Soit encore,
τB∂tQ + (1+ iδ)Q = U1U∗2 , (2.32)
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en introduisant la variable complexe
ρ¯ =
iqγe
2ΓBn0cCs
Q (2.33)
et
δ = τB∆Ω = τB(Ω−ΩB). (2.34)
L’équation (2.32) est l’équation d’enveloppe des ondes acoustiques
retenue dans ce mémoire.
Le détails des calculs ainsi que les hypothèses utilisées sont dévelop-
pées dans l’annexe A.
3.3 Equations des ondes optiques
Nous traitons maintenant les ondes optiques à l’aide des équations
de Maxwell :
~∇× ~E(~r, t) = −∂t~B(~r, t) (2.35)
~∇× ~H(~r, t) = ~J(~r, t) + ∂t~D(~r, t) (2.36)
~∇.~E(~r, t) = ρ−
~∇.~P(~r, t)
e0
(2.37)
~∇.~B(~r, t) = 0 (2.38)
~D(~r, t) = e0~E(~r, t) + ~P(~r, t) (2.39)
où ~E, ~H représentent les champs électrique et magnétique, ~D,~B
sont les densités de flux associées. ~J est la densité de courant et ρ est
la densité de porteurs de charges libres (électrons libres) créés par
l’ionisation du milieu. µ0 est la perméabilité magnétique dans le vide
satisfaisant la relation µ0 = 1/e0c2.
En faisant l’approximation ~B(~r, t) ' µ0~H(~r, t), en prenant le ro-
tationnel de l’équation (2.35) et en substituant l’équation (2.39) dans
(2.36), nous obtenons :
− ~∇(~∇.~E) +∇2~E− c−2∂2t~E = µ0(∂2t ~P + ∂t~J). (2.40)
En supposant des non-linéarités faibles, soit ~∇.~E ' 0, l’équation
pour le champ électrique laser se réduit donc à
∇2~E− c−2∂2t~E = µ0(∂2t ~P + ∂t~J) (2.41)
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où ~P est le vecteur de polarisation propre au matériau de propaga-
tion. Dans la théorie classique de l’optique non-linéaire cette quantité
s’exprime comme la somme d’une polarisation linéaire ~PL et une po-
larisation non-linéaire ~PNL satisfaisant :
|~PNL|  |~PL|. (2.42)
Il est d’usage de calculer le terme de polarisation au moyen d’une
transformée de Fourier définie par
F̂(~r,ω) =
∫ ∞
−∞
F(~r, t)eiωtdt (2.43)
F(~r, t) =
1
2pi
∫ ∞
−∞
F̂(~r,ω)e−iωtdω. (2.44)
Le terme de polarisation linéaire dans un milieu parfaitement homo-
gène et isotrope s’exprime dans l’espace de Fourier comme suit :
~PL(~r,ω) = e0χ(1)(ω)~̂E(~r,ω) (2.45)
avec χ(1)(ω) étant la susceptibilité d’ordre un et e(ω) la fonction di-
électrique
e(ω) = 1+ χ(1)(ω). (2.46)
En l’absence de perte, cette fonction est reliée à l’indice de réfraction
linéaire du milieu par
n(ω) =
√
e(ω). (2.47)
Supposons un champ électrique laser polarisé linéairement selon la
direction~ex (~E = E~ex) avec
E(~r, t) =
√
c1
(
U1ei(k1z−ω1t) +U2ei(−k2z−ω2t) + c.c
)
(2.48)
où le facteur de normalisation c1 = ω0µ0/2k0 permet d’exprimer des
intensités optiques dans l’unité physique W/cm2.
Le membre de droite de l’équation (2.48) est une combinaison li-
néaire de l’onde pompe (premier terme) qui se dirige dans la direction
des z croissants et de l’onde Stokes (deuxième terme) qui se propage
selon les z décroissants. Le champ électrique laser oscille à la fréquence
ω0 = ω1 ' ω2  Ω et le nombre d’onde associé est k0 = k1 ' k2.
En outre le terme de polarisation non-linéaire s’écrit
PNL = e0χ(3)E3 + e0∆eE (2.49)
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où χ(3) est le tenseur de susceptibilité d’ordre 3.
Ainsi, sous hypothèse paraxiale et d’enveloppes lentement va-
riables :
|∂zUi|  k0|Ui| (2.50)
|∂tUi|  ω0|Ui|, (2.51)
les équations régissant les enveloppes pompe U1 et Stokes U2
s’écrivent :
2ik0(∂z + k′∂t)U1 +∇2⊥U1 =
− 2ω
2
0
c2
n0n2(|U1|2 + 2|U2|2)U1 − ω
2
0
c2
γe
ρ0
ρ¯U2
(2.52)
−2ik0(∂z − k′∂t)U2 +∇2⊥U2 =
− 2ω
2
0
c2
n0n2(|U2|2 + 2|U1|2)U2 − ω
2
0
c2
γe
ρ0
ρ¯∗U1
(2.53)
avec 3c3/21 e0χ
(3) = 2
√
c1e0n0n2 et k
′ ' k0/ω0 est le coefficient de dis-
persion d’ordre 1, inversement proportionnel à la vitesse de groupe de
l’onde pompe.
L’ensemble des calculs ainsi que les hypothèses adoptées permet-
tant d’établir le système d’équations pour les ondes pompe et Stokes
sont explicités dans la l’annexe B.
Nous venons de dériver notre modèle de propagation pour les
ondes laser pompe et Stokes en présence de fluctuations acoustiques
excitées par électrostriction. Un terme manque au modèle ci-dessus,
c’est celui relatif au courant de particules chargées, i.e., µ0∂t J dans le
membre de gauche de l’équation (2.41).
3.4 Equation plasma
Avant de calculer la contribution plasma dans les équations de
propagation, il est important de rappeler les principales théories à la
base de la production d’électrons libres par interaction laser-atome.
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Theorie de Keldysh dans les gaz
La théorie de Keldysh a été initialement developpée pour des atomes
hydrogénoides dans leur état fondamental [66]. Dans son article origi-
nel, le taux d’ionisation W d’un atome ionisé par un champ électrique
oscillant s’écrit à partir du dipôle atomique < Ψ|~r.~E|Ψ >, soit :
W =
e2
h¯2
lim
t→∞
∫ d~p
(2pih¯)3
d
dt
∣∣∣∣ ∫ t0 cos(ωt′)dt′× < Ψ~p(~r, t′)|~r.~E|Ψ~g(~r, t′) > |2
(2.54)
où e = qe. ~E(t) = ~Epcos(ωt) est le champ électrique laser oscillant à la
fréquence ω et l’intégrale de volume porte sur les quantités de mouve-
ment des électrons~p soumis au champ laser. La prise de crochet se rap-
porte à la notation bra-ket au sens quantique, entre la fonction d’onde
Ψ de l’électron dans son état fondamental et celle dans le continuum
(libération du potentiel coulombien). L’état fondamental de l’atome
avec le potentiel d’ionisation Eg = −Ui s’écrit :
Ψ~g(~r, t) =
1√
pia3
e
−r
a e
−i
h¯ Egt (2.55)
où a = aB/Z inclut le rayon de Bohr aB de l’hydrogène et l’état de
charge effectif Z. Sa probabilité de présence est à décroissance expo-
nentielle.
Les états électroniques du continuum sont décrits par les fonctions de
Volkov données par
Ψ~p(~r, t) = e
i
h¯ [(~p−e~A(t)].~r− 12me
∫ t
0 [~p−e~A(t′)]2dt′ (2.56)
avec ~A(t) désignant le potentiel vecteur du champ laser.
En introduisant les équations (2.55) et (2.56) dans l’équation (2.54) et
après des calculs lourds nécessitant l’utilisation du théorème des rési-
dus et l’évaluation de phase par la méthode du col, on peut exprimer
le taux d’ionisation comme suit :
W =2
√
2
[
2E0
E
√
1+ γ2
] 1
2
Ui
γ2
1+ γ2
e
−2ν
[
sinh−1(γ)− γ
√
1+γ2
1+2γ2
]
×
∞
∑
κ≥n0
e−α[κ−ν]Ψ0[
√
β(κ − ν)]
(2.57)
avec, en unités atomiques (me = |e| = aB = 1), E0 = (2Ui)3/2, γ =
ω
√
2Ui
E , ν =
U¯i
h¯ω , β =
2γ√
1+γ2
, α = 2
[
sinh−1(γ)− γ√
1+γ2
]
,
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ν0 =< ν+ 1 > et
Ψm(x) = e−x
2
∫ x
0
(x2 − y2)|m|ey2dy. (2.58)
Ici, le symbole <> indique l’extraction de la partie entière.
Ce taux (qui est en fait une probabilité d’ioniser l’atome considéré) per-
met de discriminer le processus d’ionisation d’un atome selon deux ré-
gimes d’intensité en fonction du paramètre γ de Keldysh qui, en unité
physique, s’écrit
γ =
ω
√
2meUi
|qe|Ep ∼
√
Ui
I
, (2.59)
où I se réfère à l’intensité (donc à l’énergie) du champ laser. Le premier
régime (Fig. 2.6), γ  1, pour des intensités laser faibles, résulte de
l’ionisation multiphotonique (MPI). L’électron est libéré quand il ab-
sorbe < ν+ 1 > = < Ui
(h¯ω) + 1 > photons. Le second régime (Fig. 2.7),
γ  1, pour des intensités laser fortes, traduit l’ionisation par effet
tunnel. L’électron quitte l’ion en acquérant suffisamment d’énergie
pour traverser la barrière du potentiel coulombien par effet tunnel.
En régime MPI, le taux d’ionisation est obtenu lorsque γ→ ∞ dans
l’équation (2.57). Il se réduit alors à :
W = σ(K) × IK (2.60)
où I représente l’intensité laser et σ(K) est la section efficace d’ionisa-
tion multiphotonique donnée en unité atomique (u.a) :
σ(K) = 4
√
2ω
(
Ui
h¯ω
)2K+ 32 × e2K− Uih¯ω
E2K0
Ψ0[
√
2K− 2Ui
h¯ω
]. (2.61)
Une formule pratique permet de calculer la section efficace dans
l’unité pertinente (s−1cm2K/WK) :
σ(K)[s−1cm2K/WK] = σ
(K)(u.a)
2.42× 10−17 × [3.51× 1016]K . (2.62)
Théorie de Keldysh dans les milieux denses
Dans les milieux denses, la création de charges libres est décrite par le
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FIGURE 2.6 – Illustration sché-
matique de l’ionisation multi-
photonique (MPI) dans un so-
lide. 3 photons sont nécessaires
pour que des électrons de la
bande de valence atteignent la
bande de conduction.
FIGURE 2.7 – Illustration sché-
matique de l’effet tunnel.
taux d’ionisation calculé par la théorie de Keldysh utilisant des fonc-
tions d’onde de Bloch appliquées aux atomes d’un cristal.
Le taux d’ionisation correspondant s’écrit
W =
2ω
9pi
(√
1+ γ2
γ
m∗ω
h¯
) 3
2
×Q(γ, ∆¯
h¯ω
)× e
−pi< ∆¯h¯ω+1>×
 K( γ
2
1+γ2
)−E( γ2
1+γ2
)
E( 1
1+γ2
)

,
(2.63)
où γ = ω
√
m∗Eg/(|qe|Ep) désigne le nouveau paramètre de Keldysh,
m∗ est la masse réduite d’une paire électron/trou telle que m∗−1 =
m−1e + m−1h et
∆¯ =
2
pi
Eg[
1+ γ2
γ
E
(
1
1+ γ2
)
], (2.64)
Q(γ, x) =
√
pi
2K( 11+γ2 )
×
+∞
∑
n=0
e
−pin
K
(
γ2
1+γ2
)
−E
(
γ2
1+γ2
)
E
(
1
1+γ2
)

×Ψ0
√√√√pi24 2 < x + 1 > −2x + nK ( 11+γ2)× E ( 11+γ2)
 .
(2.65)
Ici les fonctions
K(x) =
∫ pi
2
0
(1− xsin2(θ))−1/2dθ, (2.66)
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E(x) =
∫ pi
2
0
(1− xsin2(θ))1/2dθ (2.67)
désignent des intégrales elliptiques de première et seconde espèce.
Le taux d’ionisation en régime multiphotonique s’exprime de nouveau
comme W = σ(K) × I(K) avec
σ(K) =
2ω
9pi
(
m∗ω
h¯
) 3
2
Ψ0[
√
2(K− Eg
h¯ω
)]e2K
(
e2
8m∗ω2Ege0cn0
)K
.
(2.68)
La figure 2.8 montre quelques taux d’ionisation dans les gaz (gauche)
et dans des milieux plus denses (silice et eau, droite). On distingue le
régime MPI pour les faibles intensités I  1− 2× 1013 W/cm2 et le
régime tunnel prenant place aux intensités supérieures.
FIGURE 2.8 – (a) Taux d’ionisation pour les molécules O2 en fonction
de l’intensité laser obtenus à partir de la théorie PPT (courbe pleine),
d’un modèle ADK moléculaire [30] (courbe en tirets), de mesures expé-
rimentales restituées à partir de PPT avec Zeff = 0.53 (courbe en poin-
tillé) et une formulation MPI avec K = 8 (courbe en tirets-points) utili-
sée à 800 nm (σK = 2.88× 10−99 s−1cm2K/WK). (b) Taux d’ionisation
pour la silice (courbe pleine, Ui = 7.8 eV) et l’eau (courbe en tirets,
Ui = 7 eV) à la même longueur d’onde.
Lorsque l’intensité atteint plusieurs TW/cm2, le matériau com-
mence à s’ioniser et libère des électrons, créant ainsi un courant de
charge. La densité de courant ~J = qeρ~ve, où ~ve est la vitesse des élec-
trons et ρ est la densité électronique (à ne pas confondre avec la densité
du matériau) se calcule à l’aide du principe fondamental de la dyna-
mique :
∂t~ve + (~ve.~∇~ve) = qeme
(
~E +
~ve × ~B
c
)
− νe~ve −
~Π~ve
ρ
, (2.69)
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et de l’équation de continuité
∂tρ+ ~∇.(ρ~ve) = ~Π. (2.70)
Ici, νe est la fréquence de collision effective électrons-atomes et ~Π re-
présente les termes sources externes plasma. En combinant les équa-
tions (2.69) et (2.70) on a :
∂t~J + νe~J =
qeρ
me
~E + ~Πpond (2.71)
où
~Πpond =
qe
mec
~J × ~B− [ ~J
ρqe
(~∇.~J) + (~J.~∇)~ve],
représente les forces pondéromotrices non-linéaires qui s’appliquent
sur les enveloppes lentement variables. L’intensité mise en jeu dans le
cadre de ce mémoire n’excèdant pas le petawatt par cm2 (I  1015
W/cm2), ces termes non-linéaires seront négligés, ce qui conduit à
∂t~J + νe~J =
qeρ
me
~E. (2.72)
En assurant que les électrons libres ont un temps de vie limité dans les
solides, l’expression (2.70) fournit une équation source pour la densité
électronique
∂tρ = W(I)(ρnt − ρ)− ρ
τrec
(2.73)
avec ρnt désignant la densité d’espèces neutres et τrec le temps de re-
combinaison électronique [30]. Nous faisons l’hypothèse que ρ ρnt.
Notons ici qu’il existe un modèle plus complet incluant aussi l’ioni-
sation par avalanche (ou par impact) de façon consistante avec l’équa-
tion (2.72). Dans ce cas l’équation gouvernant la densité d’électrons est
complétée comme suit :
∂tρ = W(I)(ρnt − ρ) + σUi ρI −
ρ
τrec
, (2.74)
où σ est la section efficace de Bremsstrahlung inverse (section efficace
de collision). En général, l’ionisation par avalanche sera trouvée négli-
geable dans le cadre de ce mémoire.
Etant donné que les porteurs de charges libres sont créés par photo-
ionisation, donc par une absorption locale d’énergie laser, il faut tenir
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compte des pertes inhérentes à ce mécanisme. Grâce au théorème de
Poynting, l’énergie perdue W par photoionisation s’évalue avec
d
dt
W = ~Jpertes.~E. (2.75)
Nous supposons à priori un régime d’ionisation multiphotonique de
sorte que
~Jpertes.~E = Ui∂tρMPI = Uiρntσk IK (2.76)
où Ui ' Kh¯ω0. On obtient ainsi :
µ0∂t Jpertes = −ik0β(K) I(K−1)E (2.77)
où β(K) = σ(K)Kh¯ω0ρnt est le coefficient d’absorption multiphoto-
nique. Après avoir introduit l’expression du champ électrique dans
l’équation (2.77), nous retenons les termes suivants :
O(ei(k1z−ω1t)) : β
(K)
2
IK−1U1ei(k1z−ω2t) (2.78)
O(ei(k2z−ω2t)) : β
(K)
2
IK−1U2ei(−k2z−ω2t). (2.79)
Dans la suite de ce manuscrit nous assumons qu’en chaque point
de l’espace (x, y, z), l’intensité de l’onde de pompe I1 est grande
lorsque l’onde Stokes I2 est relativement petite. Cette hypothèse se
justifie par le fait que l’onde de pompe croît plutôt dans le front de
l’impulsion alors que l’onde Stokes est alimentée et croît dans la partie
arrière de l’impulsion laser (cf. Fig. 2.14). Nous assumons donc
I ' I1 + I2, (2.80)
et
IK ' IK1 + IK2 . (2.81)
Après avoir incorporé les termes plasma dans les équations (B.17)
et (B.18), on obtient le système d’équations non-linéaires régissant le
couplage entre l’auto-focalisation Kerr, la rétrodiffusion Brillouin et la
réponse inertielle plasma :
(∂z + k
′
∂t)U1 =
i∇2⊥U1
2k0
+ i
ω0
c
n2(I1 + 2I2)U1 − g2 QU2
− i k0
2n20ρc
ρU1 − β
(K)
2
IK−11 U1,
(2.82)
3. LA DIFFUSION BRILLOUIN STIMULÉE 41
CHAPITRE 2. COUPLAGE FILAMENTATION-BRILLOUIN-PLASMA :
DESCRIPTION THÉORIQUE ET PROPRIÉTÉS FONDAMENTALES
(−∂z + k′∂t)U2 = i∇
2
⊥U2
2k0
+ i
ω0
c
n2(I2 + 2I1)U2 +
g
2
Q∗U1
− i k0
2n20ρc
ρU2 − β
(K)
2
IK−12 U2,
(2.83)
τB∂tQ + Q = U1U∗2 + N, (2.84)
∂tρ = σKρnt(IK1 + I
K
2 )−
ρ
τrec
. (2.85)
Le facteur de gain Brillouin, g(ω), se déduit de la relation suivante :
g(Ω) = g0
(ΓB/2)2
(ΓB/2)2 + (ΩB −Ω)2 . (2.86)
Ici g0 est le coefficient de couplage phonon-photon défini par
g0 = g(ΩB) =
γeω
2
0
n0CSc3ρ0ΓB
(2.87)
et calculé dans la silice à partir de la densité du matériau ρ0 = 2.21
g/cm3. Comme ΓB ∼ q2 ∼ 1/λ20, le coefficient g0 ∼ ω20/ΓB varie peu
avec la longueur d’onde laser (γe ∼ n40). On a coutume d’exprimer ce
facteur de gain en fonction du coefficient élasto-optique longitudinal
p12 [8, 64, 76, 95, 123] :
g0 =
ω20n
7
0p
2
12
CSc3ρ0ΓB
(2.88)
où γe = n40p12. La valeur du coefficient élasto-optique est couram-
ment estimée entre 0.27 et 0.286 pour des longueurs d’onde laser com-
prises entre 335 nm et 1064 nm, fournissant un coefficient de couplage
Brillouin évalué à
g0 = 5 cm/GW. (2.89)
Dans la suite, nous considérons que les ondes de pompe et Stokes
sont à la résonance Brillouin (Ω ' ΩB) de sorte que g(Ω) = g0.
4 L’auto-focalisation à distance finie
Étudions la propagation d’une seule onde se propageant dans un
milieu Kerr. Pour ce faire, nous considérons que le champ laser ~E pos-
sède une seule composante (la rétrodiffusion Brillouin est supprimée)
et nous négligeons la force d’électrostriction générant des phonons. En
outre, les dispersions du premier ordre et d’ordre élevé sont ignorées.
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On peut alors utiliser le changement de variables t→ t− k′z pour pas-
ser dans le référentiel de la vitesse de groupe de l’onde de pompe et
adimensionner l’équation restante en faisant les changements de va-
riables
r → w0r, t→ tpt, z→ 4z0z, (2.90)
U →
√
λ20
32pi2n0n2ω20
U, ρ→
(
n20ρc
2k0z0
)
ρ (2.91)
où z0 =
n0piw20
λ0
est la longueur de Rayleigh. Après applications de ces
nouvelles variables, les équations (2.82) et (2.85) deviennent dans la
limite τrec → +∞ :
i∂zU +∇2⊥U + |U|2U − ρU + iν|U|2K−2 = 0 (2.92)
∂tρ ' Γ|U|2K (2.93)
avec U = U1, ν = 2z0β(K)
(
λ20
8pi2n0n2w20
)K−1
désigne le coefficient d’ab-
sorption multiphotonique adimensionné, et Γ = k20tpσ
(K)( ρntρc )
(
λ20
8pi2n0n2w20
)K
w2(1−K)0
est le coefficient multiphotonique adimensionné.
L’équation (2.92) sans la réponse plasma et les pertes associées (Γ→ 0
et ν→ 0) a des propriétés importantes. En particulier, il existe un seuil
en puissance, à partir duquel l’auto-focalisation de l’onde conduit à
par une singularité mathématique à distance finie 1 [67, 121].
Le détail des propriétés qui vont suivre est donné en Appendice C.
Nous faisons l’hypothèse qu’il existe au moins localement une solu-
tion unique à l’équation classique de Schrödinger non-linéaire (NLS) :
i∂zU +∇2U + |U2|U = 0, (2.94)
et que cette solution appartient à l’espace de HilbertH1 telle que :
||U||H1 = (||U||22 + ||∇U⊥||22)
1
2 < +∞. (2.95)
L’opérateur de diffraction∇2⊥ est généralisé à un espace transverse de
dimension D. Ici U et ses dérivées spatiales sont nulles à l’infini. La
norme d’une fonction Lp est définie par || f ||p = (
∫ | f |pd~r) 1p . L’équa-
tion (2.94) possède deux invariants : la puissance P et l’Hamiltonien H
définis comme suit
P = ||U||22 (2.96)
1. On parle aussi de collapse à distance finie
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H = ||∇⊥U||22 −
1
2
||U||44. (2.97)
Par ailleurs, nous disposons du théorème du Viriel (voir calculs dans
l’Appendice C), qui montre que, sous certaines conditions, il existe une
distance z = zc finie telle que limz→zc
< r2 >= 0, où
< r2 >=
||rU||22
P
est le rayon carré moyen d’une solution centrée en~r =~0.
Une relation clé pour l’établissement de ce théorème est l’équation dy-
namique de < r2 > :
Pd2z < r
2 >= 4
[
2H + (1− D
2
||U||44)
]
. (2.98)
L’expression précédente est l’égalité du Viriel [106, 129].
En intégrant cette égalité deux fois en z pour un espace transverse
de dimension D ≥ 2 :
P < r2 >≤ 4Hz2 + dz < r2 > |z=0z+ < r2 > |z=0, (2.99)
nous déduisons que si H < 0, c’est-à-dire pour des conditions initiales
d’amplitude suffisamment élevée, alors < r2 > tend vers 0 et la solu-
tion U diverge en amplitude à une distance finie, z = zc < +∞. En
effet, en vertu de l’inégalité :
P = ||U||22 = −
2
D
Re
∫
~r~∇⊥|U|2d~r ≤ 2D
∫
|~rU||~∇⊥U|d~r (2.100)
et en utilisant l’inégalité de Cauchy-Schwarz, nous obtenons :
P ≤ 2
D
(∫
r2|U|2d~r
) 1
2 ×
(∫
|∇⊥U|2d~r
) 1
2
(2.101)
P ≤ 4
D2
< r2 > ×
∫
|∇⊥U|2d~r. (2.102)
Puisque P > 0, si < r2 > tend vers 0 lorsque z → zc, la norme du
gradient
∫ |∇⊥U|2d~r diverge à son tour. Cette propriété fondamentale
traduit le fait que la solution cesse d’exister à distance finie dans son
espace de Sololev H1. Puisque l’Hamiltonien H est fini, cette diver-
gence conduit la norme ||U||44 à aussi diverger dans la même limite
(z→ zc). À partir du théorème de la valeur moyenne
||U||44 ≤ maxr|U|2 × P, (2.103)
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cette dernière propriété amène à l’explosion de l’amplitude maximale
de la solution. D’autre part, l’inégalité de Cagliardo-Niremberg [57,
106] :
||U||44 ≤ C||∇⊥U||D2 × ||U||D−22 (2.104)
permet de minorer l’Hamiltonien dans le cas D = 2 comme suit :
H ≥ ||∇⊥U||22(1−
C
2
P). (2.105)
En cas d’explosion (ou collapse) d’une onde, ||∇⊥U||22 → +∞ im-
plique que P ≥ 2C en vertu de la finitude de l’Hamiltonien H. Wei-
stein [130] a montré que la meilleure constante pour l’inégalité (2.104)
s’écrit C¯ = 2Pc avec Pc =
∫
R2d~r = 11.68 et R est la solution radiale
pour le mode dit de Townes [73] satisfaisant l’équation différentielle
ordinaire :
− R +∇2R + R3 = 0. (2.106)
Pc est la puissance minimale que la solution U doit avoir en z = 0 pour
"collapser" à distance finie. Ces considérations théoriques sur l’équa-
tion de Schrödinger non-linéaire impliquent l’existence d’une puis-
sance critique telle que l’onde initiale pourra s’auto-focaliser sous l’ef-
fet de non-linéarités Kerr. Cette puissance critique s’exprime en unités
physiques comme suit
Pcr =
3.72λ20
8pin0n2
≈ λ
2
0
2pin0n2
. (2.107)
Elle augmente quadratiquement avec la longueur d’onde de l’impul-
sion laser.
Auto-focalisation simple
Lorsque les puissances mises en jeu sont supérieures à la puissance
critique Pcr, le matériau peut alors se comporter comme une lentille
convergente (effet loupe), conduisant le faisceau à s’auto-focaliser
autour d’un ou plusieurs points 2 dans le plan de diffraction. On
parle d’auto-focalisation simple ou de filamentation multiple selon le
nombre de filaments créés. L’intensité laser peut donc atteindre des
niveaux très importants et occasionner de nombreux dommages au
sein du matériau.
La figure 2.9 ci-dessous montre le schéma de principe de l’auto-
focalisation simple et les profils spatiaux intégrés à partir de l’équa-
tion (2.94) pour des faisceaux gaussiens.
2. On parle parfois de foyer d’auto-focalisation ou de collapse
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FIGURE 2.9 – Principe l’auto-focalisation d’un faisceau initialement
gaussien se propageant dans un milieu Kerr cubique.
Dans les années 70, les travaux de Marburger ont permis de pré-
dire la distance à partir de laquelle un faisceau initialement (z = 0)
gaussien [82] :
U(x, y, z = 0) =
√
2P
piw20
e
−x2−y2
w20 (2.108)
où w0 est le rayon à 1/e2 de l’intensité laser et P représente la puis-
sance crête du faisceau, devait s’auto-focaliser pour des puissances
suffisament importantes. Cette distance est appelée distance d’auto-
focalisation. Elle s’écrit :
zc =
0.367z0√
[(
√
P
Pcr − 0.852)2 − 0.0219]
. (2.109)
avec z0 étant la distance de Rayleigh.
Instabilités modulationnelles
Des faisceaux perturbés dont la puissance initiale est très grande
devant la puissance critique peuvent se scinder en plusieurs cellules
de petites tailles induites par des instabilités modulationnelles. Ces
cellules croissent selon l’axe de propagation z et forment des filaments
multiples. La figure 2.10, extraite de la Réf. [117], illustre ce phéno-
mène de filamentation multiple.
46 4. L’AUTO-FOCALISATION À DISTANCE FINIE
CHAPITRE 2. COUPLAGE FILAMENTATION-BRILLOUIN-PLASMA :
DESCRIPTION THÉORIQUE ET PROPRIÉTÉS FONDAMENTALES
On fait usage d’une théorie perturbative afin de calculer le taux de
croissance de perturbations qui déstabilisent l’onde de pompe. L’ana-
lyse présentée se limitera à des perturbations indépendantes du temps
et qui croissent dans la direction de propagation (Oz). Nous considé-
rons toujours l’équation (2.94) et appliquons une théorie de type onde
plane.
La solution en onde plane telle que ∇2⊥U = 0 s’écrit :
U1(z) = U0ei|U0|
2z, (2.110)
où U0 = U(z = 0) est supposée réelle. Nous recherchons une solution
perturbée sous la forme :
U1(z) = U0ei|U0|
2z [1+ e (v + iw)] (2.111)
où e  1, et les modes perturbatifs sont des fonctions réelles oscillant
comme (v, w) ∼ cos(~k⊥.~r⊥)eγz avec k⊥ désignant le nombre d’onde
dans le plan transverse et γ le taux de croissance longitudinal des per-
turbations. L’équation (2.94) linéarisée s’écrit :
(∂zv + i∂zw) + ik2⊥(v + iw)− i2v|U0|2 = 0. (2.112)
En séparant les contributions réelles et imaginaires, nous aboutissons
au système d’équations
∂zw =
(
2|U0|2 − k2⊥
)
v. (2.113)
∂zv = k2⊥w. (2.114)
En combinant les équations (2.113) et (2.114), nous obtenons :
∂2zw = γ
2w (2.115)
avec
γ = k⊥
√
(2|U0|2 − k2⊥). (2.116)
L’équation (2.116) représente le taux de croissance des modes pertur-
batifs. Les instabilités modulationnelles s’établissent lorsque γ > 0
pour tout nombre d’onde appartenant à l’intervalle
0 < k2⊥ < 2|U0|2.
Le taux de croissance maximal des modes perturbatifs, γmax = |U0|2,
correspond au nombre d’onde transverse optimal kmax = |U0|.
En unités physiques, le taux de croissance maximal s’exprime γmax =
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n2ω0 I0/c, avec I0 = I(z = 0). Ce taux de croissance permet d’esti-
mer le foyer d’auto-focalisation dans le cas de la filamentation mul-
tiple d’un faisceau :
zMFc '
λ0
2pin2 I0
. (2.117)
Il est important de mentionner que le processus de multifilamentation
se caractérise par un raccourssissement du foyer d’auto-focalisation en
comparaison au phénomène de filamentation simple (zMFc < zc).
FIGURE 2.10 – Filamentation multiple d’une impulsion de 100 fs (Téra-
mobile) de taille transverse w0 = 2.5 cm et P1(0) = 700Pcr à différentes
distances de propagation. (haut) : Résultats expérimentaux. (bas) : Ré-
sultats numériques provenant d’une intégration de l’Éq. (2.94) à partir
de profils numérisés de fluence expérimentale [117].
5 Défocalisation plasma
Pour illustrer l’action de la non-linéarité plasma nous considérons
les équations (2.92) et (2.93) en négligeant la dissipation MPA :
i∂zU +∇2⊥U + |U|2U − ρU = 0 (2.118)
∂tρ ' Γ|U|2K. (2.119)
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Au voisinage de z = zc, la solution U s’auto-focalise. Selon les travaux
de la Réf. [106], nous savons qu’une solution collapse en l’absence de
plasma et diverge de façon auto-similaire, c’est-à-dire que l’intensité
de la solution préserve sa puissance P ∝ I(z)L2(z), où L(z) est le rayon
transverse tendant vers zéro lorsque I(z) diverge près de zc. Plus pré-
cisément, dans ce régime, U adopte un comportement auto-semblable
sous la forme
U → ΨS = L−1R(r/L)ei(
∫ z
0
du
L2(u,t)
+Lz r
2
4L ). (2.120)
Ici, L ≡ L(z, t) → 0 quand z → zc et Lz ≡ ∂zL. R désigne le mode
de Townes et r/L est la variable spatiale auto-similaire garantissant
une intégrale de puissance constante. Le terme de phase dans (2.120)
assure la covariance de l’Éq. (2.118) en appliquant cette nouvelle va-
riable d’espace. Compte tenu de la dépendance en temps de la réponse
plasma, L dépend aussi du temps. Lorsque l’on considère des impul-
sions gaussiennes en temps : U(z = 0) → U0e−t2 avec U0 ∝
√
P, la
solution (2.120) doit être approchée sous la forme [30]
U →
√
J(z, t)Ψs (2.121)
avec
J(z = 0, t) =
P
Pcr
e−2t
2
. (2.122)
L’action du plasma d’électrons est d’amortir le profil temporel de l’im-
pulsion à travers un front d’ionisation qui tend à défocaliser sa partie
arrière. Lorsque l’équation (2.119) est intégrée à partir de l’expression
du champ donnée par les équations (2.120), (2.121) et (2.122), on abou-
tit à l’expression pour la densité d’électrons :
ρ(r, z, t) '
√
pi
8K
Γ
(
P
Pcr
)K (Erf(√2Kt) + 1
L2K(z, t)
)
(2.123)
avec Erf(x) = (2/
√
pi)
∫ x
0 e
−u2du désignant la fonction erreur.
Dans l’équation (2.118) le terme plasma diverge plus vite que le terme
Kerr quand L → 0 et contrebalance la divergence des non-linéarités
auto-focalisantes. La fonction Erf(
√
2Kt) + 1 est une fonction pla-
teau nulle pour t < 0 et égale à 2 pour t > 0. Quand L(z, t) diminue
par auto-focalisation Kerr, Erf(
√
2Kt) + 1 augmente au voisinage de
t = 0 et forme un plateau de valeur maximale pour t > 0. Toutes
les composantes temporelles appartenant aux temps positifs (arrière
de l’impulsion) sont donc défocalisées. A l’inverse, à l’avant de l’im-
pulsion (temps négatifs), le faisceau continue à collapser et entretient
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le processus de défocalisation plasma jusqu’à son amortissment par
dissipation MPA.
Pour résumer, en phase d’auto-focalisation, le faisceau pompe conduit
FIGURE 2.11 – Filamentation dans l’air à trois distances de propagation
successives (z = 0.491 m, z = 0.589 m et z = 0.687 m) illustrant l’action
d’un plasma d’électrons qui tend à amortir le profil temporel d’une
impulsion laser.
à la création d’un plasma, qui défocalise la partie arrière de l’impul-
sion et promeut un pic dans la partie avant. L’amplification de ce
dernier reste limitée par l’action du plasma et ses pertes associées.
Lorsque l’intensité a suffisamment diminué à cause des pertes par
absorption multiphonique, la création de plasma s’estompe. La partie
arrière de l’impulsion peut alors de nouveau s’auto-focaliser par effet
Kerr, conduisant à la génération d’un profil temporel à deux pics. La
réponse plasma en espace a une extension donnée par la distribution
R2K (K  1). Son rayon est ∼ 1/√K fois plus petit que celui du fais-
ceau optique. Donc, elle défocalise uniquement le centre du faisceau
et conduit à la formation d’anneaux spatiaux dans la partie arrière de
l’impulsion. En régime d’impulsions femtosecondes, cette dynamique
est propre au scénario dit de « Dynamic Spatial replenishment » pro-
posé par Mlejnek et al [93]. Un exemple de cette dynamique plasma
est rappelé en Fig 2.11 par la filamentation atmosphérique.
6 Amplificateur Brillouin
Les équations présentés ci-dessous sont désormais exprimées en
unités physiques. Dans le cadre de ce mémoire, le phénomène de ré-
trodiffusion Brillouin repose sur le modèle dit « amplificateur ».
Dans cette configuration, le faisceau laser est injecté en face avant
d’un échantillon de silice et les champs Stokes et acoustiques croissent
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à partir d’un bruit thermique gaussien N, s’établissant dans la région
d’interaction et ajouté dans l’équation (2.84). Cette équation peut se
réécrire en fonction de sa variable originelle ρ¯ :
∂tρ¯+
ΓB
2
ρ¯ =
iqγe
4n0CSc
U1U∗2 + M (2.124)
où M = (iqγe/4n0CSc)N. L’agitation thermique locale conduit à des
fluctuations spontanées de densité du matériau. Pour modéliser ces
fluctuations, nous divisons la région d’interaction en sous-régions no-
tées i de longueur ∆z. La fluctuation de densité moyenne dans la ré-
gion i est gouvernée par l’équation de Langevin,
∂tρ¯i +
ΓB
2
ρ¯i = Mi (2.125)
où Mi correspond à la force de Langevin. Les fluctuations étant non-
corrélées, le terme de bruit est donc à valeur moyenne nulle :
< Mi(t) >= 0 (2.126)
avec
< Xi >= lim
∆t→∞
1
∆t
∫ ∆t
0
Xi(t)dt. (2.127)
La fonction d’auto-corrélation de Mi est un produit de fonctions de
Dirac en temps et en espace
< Mi(t)M∗j (t
′) >= A¯Mδij(t− t′), (2.128)
que nous incluons dans l’expression précédente en fonction de ρ¯i :
ΓB < ρ¯i(t)ρ¯j(t′) >= A¯Mδij(t− t′). (2.129)
Pour déterminer l’expression de l’amplitude A¯M, la densité d’énergie
d’une onde sonore est évaluée par [37]
< w >=
1
2
ρ0 < V2 > +
1
2
C2s
< ρ′2 >
ρ0
, (2.130)
où V est la vitesse thermique des fluctuations. L’énergie contenue dans
le volume A∆z, où A est la surface effective d’excitation thermique, est
donc
Ei =
(
1
2
ρ0 < V2 > +
1
2
C2s
< ρ′2i >
ρ0
)
A∆z. (2.131)
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À l’équilibre thermodynamique, le deuxième terme de l’équation
(2.131) est égal à nkBT/2, où kB = 1.38 × 10−23 m.kg.s−2.K−1 est la
constante de Boltzmann, T = 300 K est la température du matériau et
n =
NAvρ0A∆z
MSiO2
(2.132)
est le nombre de molécules de l’échantillon.NA = 6.022× 10−23 mol−1
désigne le nombre d’Avogadro et pour la silice, MSiO2 = 60 g.mol
−1 est
la masse molaire. Avec < ρ′2i >= (1/2) < ρ¯l(t)ρ¯∗l (t
′) >, on obtient
alors :
< ρ¯l(t)ρ¯∗l (t
′) >= 2nkBTρ0
C2S A∆z
, (2.133)
et l’équation (2.129) fournit
A¯M =
2NAVkBTρ20ΓB
C2SMSiO2
. (2.134)
En termes d’enveloppe acoustique Q, cette amplitude du bruit s’écrit :
AN =
(
2n0cCs
qγe
)2 2NAVkBTρ20ΓB
C2SMSiO2
, (2.135)
et AN ' 3.7× 10−29 GW2ns/cm. Comme n0 et γe ne sont que peu dé-
pendants de λ0 et avec ΓB ∼ q2, le paramètre AN varie très peu avec la
longueur d’onde laser.
Dans cette configuration, la valeur de l’intensité Stokes en sortie de
l’échantillon n’est pas connue. Seul le bruit thermique est suffisant
pour générer une onde Stokes lorsque le gain Brillouin en intensité
G = ln(I2(z)/I2(L)) devient supérieur à une valeur seuil GTH. Dans
les références [8, 36], on évalue ce seuil entre 25 et 30.
6.1 SBS stationnaire
Intéressons-nous maintenant au processus de rétrodiffusion. Par
souci de simplicité, nous nous concentrons sur la limite stationnaire
1D, sans tenir compte de l’auto-focalisation (n2 = 0), ni de la diffrac-
tion (∇2⊥Ui = 0), ni d’aucune dérivée en temps (∂t = 0).
En l’absence de bruit (N = 0), les équations du système (2.82) -
(2.83) se réduisent à :
∂z IS1 = −g0 IS2 IS1 , (2.136)
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∂z IS2 = −g0 IS2 IS1 , (2.137)
où ISi (i =1,2) est l’intensité en régime stationnaire des ondes pompe et
Stokes. Une première loi évidente de conservation peut être obtenue à
partir de ce système,
IS1 (z)− IS2 (z) = IS1 (0)− IS2 (0). (2.138)
En supposant que l’onde de pompe n’est pas déplétée, i.e., ∂z IS1 = 0, la
solution de l’onde réfléchie pour un échantillon de silice de longueur
L est donnée par
IS2 (z) = I
S
2 (L)e
GSS (2.139)
où GSS = g0 IS1 (L − z) est le gain Brillouin (SBS) stationnaire, qui est
maximum en z = 0 et s’écrit
GSS0 = g0 I
S
1 L. (2.140)
6.2 SBS instationnaire
L’analyse précédente n’est valide que dans la limite des grands
temps, ΓBτp  1, avec τp désignant la durée initiale de l’onde de
pompe. Lorsque l’on considère des impulsions de quelques nano-
secondes, la limite stationnaire n’est plus valide et la rétrodiffusion
Brillouin stimulée se développe en régime transitoire.
Pour calculer les solutions d’un tel système instationnaire, nous re-
partons des équations (2.82)-(2.84), sans effet Kerr ni formation de
plasma :
(∂z + k′∂t)U1 = −g02 QU2, (2.141)
(−∂z + k′∂t)U2 = g02 Q
∗U1, (2.142)
∂tQ +
ΓB
2
Q =
ΓB
2
U1U∗2 . (2.143)
En opérant le changement de variable
z′ = −z; t′ = t + k′z, (2.144)
les équations pour l’onde Stokes U2 et la densité de phonons Q de-
viennent respectivement
∂z′U2 =
g0
2
Q∗U1, (2.145)
∂t′Q +
ΓB
2
Q =
ΓB
2
U1U∗2 . (2.146)
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Pour une impulsion pompe non déplétée, l’équation (2.145) se ré-
écrit
∂z′
(
U2
U1(t′)
)
=
g0
2
Q∗, (2.147)
puis en dérivant cette dernière équation par rapport au temps,
∂2
∂t′∂z′
(
U2
U1(t′)
)
=
g0
2
∂t′Q∗. (2.148)
En insérant (2.146) dans l’Éq. (2.148), nous obtenons :
∂2
∂t′∂z′
(
U2
U1(t′)
)
= −g0ΓB
4
Q∗ + g0ΓB
4
U∗1 U2. (2.149)
Puis l’équation pour l’onde Q∗ est réinjectée pour aboutir à
∂2
∂t′∂z′
(
U2
U1(t′)
)
+
ΓB
2
∂z′
(
U2
U1(t′)
)
− g0ΓB
4
|U1(t′)|2 U2U1(t′) = 0
(2.150)
qui se réécrit, en posant dτ/dt′ = |U1(t′)|2 et en introduisant
U2/U1(t′) = Ue−ΓB/2t :
∂2U
∂τ∂z′
− g0ΓB
4
U = 0. (2.151)
L’équation (2.151) se résoud à l’aide de la méthode de Riemann.
Après des calculs lourds [40, 125, 127], la solution de cette équation
s’écrit sous la forme :
U2(z, t) = U2(L, t)+
1
2
∫ t
−∞
dt′U1(t)U∗1 (t
′)U2(L, t′)e−
ΓB
2 (t−t′) XI1(X)
τ(t)− τ(t′) ,
(2.152)
où X =
√
g0ΓB(L− z)(τ(t)− τ(t′)), τ(t′) =
∫ t
−∞ dt
′|U1(t′)|2 et I1 est
la fonction de Bessel modifiée de première espèce.
En assumant des gains forts tels que I1(x)→ ex/
√
2pix, le gain SBS
1D instationnaire est évalué par la relation
U2(z, t)
U2(L, t)
'
∫ t
−∞
e−
ΓB
2 (t−t′)+
√
g0ΓB(L−z)
∫ t
t′ |U1(η)|2dη ×U1(t)U∗1 (t′)dt′.
(2.153)
Finalement, en supposant le premier terme petit dans l’exponentielle
et en utilisant l’approximation
∫ t
t′ |U1(t′)|2dt′ ' τp IS1 , le gain SBS 1D
instationnaire en intensité est donné par la relation
GT = 2
√
g0 IS1ΓBτp(L− z). (2.154)
Avec sa racine carrée, ce gain est plus faible que le gain stationnaire
évalué dans la limite ΓBτp ' 1.
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7 Quelques ordres de grandeurs
Le système d’équations (2.82) - (2.85) décrit la compétition entre
l’auto-focalisation Kerr, la rétrodiffusion Brillouin, et la génération de
plasma. La table 2.2 rappelle les valeurs des différents paramètres phy-
siques aux deux longueurs d’onde qui sont étudiées dans la suite de
ce travail : λ0 = 355 nm et λ0 = 1064 nm. A l’aide de cette table, nous
pouvons estimer les longueurs caractéristiques des différents phéno-
mènes qui interviennent au cours de la propagation du champ laser.
La longueur caractéristique pour la diffraction du faisceau pompe est
donnée par la longueur de Rayleigh :
z0 =
k0w20
2
=
pin0w20
λ0
= LDF (2.155)
et celle de l’auto-compression par effet Kerr s’écrit :
LSF =
1
n2k0 I1(0)
. (2.156)
La longueur du gain Brillouin dans la limite stationnaire correspond à
la longueur d’amplification de l’onde Stokes dans l’expression du gain
(2.140) :
LSBS =
1
g0 I1(0)
. (2.157)
Ces grandeurs obéissent à l’inégalité LSBS  LSF  LDF pour des in-
tensités laser au dessus de 5 GW/cm2 et avec g0 = 5 cm/GW. Cette in-
égalité indique que l’effet Brillouin doit dominer durant les premières
phases de la propagation non-linéraire.
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Paramètres physiques λ0 = 355 nm λ0 = 1064 nm
n0 1.4762 1.454
Pcr [MW] 0.35 4.27
n2 [cm2/W] 3.6× 10−16 2.7× 10−16
τB [ns] 1.1 10
K 3 8
σK [ns−1 cm2K/GWK] 2.46× 10−11 8.36× 10−33
ρc [cm−3] 8.8× 1021 9.8× 1020
β(K) [cm2K−3/GWK−1] 9.16× 10−7 2.75× 10−28
I[GW/cm2] 26.7 302
LDF[cm] 4.7 1.95
LSF[cm] 0.39 0.14
LSBS[cm] 0.0075 6.625× 10−4
TABLE 2.2 – Paramètres physiques pour la silice à différentes lon-
gueurs d’onde laser.
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8 Résolution numérique de l’équation NLS
Le système d’équations couplées (2.82)-(2.83) implique deux équa-
tions NLS pour les composantes optiques. Celles-ci sont intégrées nu-
mériquement par la méthode dite « split-step ».
8.1 Méthode split-step
La méthode « split-step » est une méthode numérique pseudo-
spectrale fréquement utilisée pour la résolution d’équations aux dé-
rivées partielles non-linéaires [104]. Elle repose sur le calcul de la
solution sur des pas petits et le traitement des opérateurs linéaires et
non-linéaires de manière disjointe. Il est nécessaire d’opérer des allers-
retours entre l’espace de Fourier pour le calcul de l’opérateur linéaire
alors que les termes non-linéaires sont traités dans l’espace réel.
Mathématiquement, l’idée du "splitting des opérateurs" se traduit
comme suit. Nous avons à résoudre l’équation différentielle
∂zΨ = L̂Ψ (2.158)
où L̂ est un opérateur arbitraire.
L’objectif est de développer un schéma qui calculerait Ψ de z à z + ∆z
à partir de sa valeur à z, que l’on écrit formellement :
Ψ(z + ∆z) = e
∫ ∆z
z L̂dzΨ(z). (2.159)
L’opérateur L̂ peut-être décomposé en m opérateur comme suit :
L̂ =
m
∑
i=1
L̂i. (2.160)
En supposant l’existence d’un schéma permettant de faire évoluer cha-
cun des opérateurs de z à z + ∆z, la forme "splittée" de la solution
s’écrit comme :
Ψ(z + ∆z) =
m
∏
i=1
e
∫ z+∆z
z L̂idzΨ(z). (2.161)
Un point dur pour les codes est le contrôle de l’incrément en z, ∆z.
L’opérateur L̂ peut alors être séparé selon sa composante linéaire Llin
et non -linéaire Lnl. La composante Llin est en général indépendante de
z et peut supporter un pas constant en z. La composante non-linéaire
Llin induit des comportements divergents (collapse), qui nécessitent
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un raffinement de ∆z pour décrire les gradients du champ les plus
forts.
Considérons par exemple l’equation NLS suivante :
∂zu = i∂2t u + i|u|2u. (2.162)
L’équation (2.162) peut se réécrire
∂zu = Llinu + Lnlu (2.163)
Llinu = i∂2t u (2.164)
Lnlu = i|u|2u. (2.165)
Sa solution avancée en temps est
u(t, z + ∆z) = exp[∆z(Llin + Lnl)]u(t, z), (2.166)
où ∆z est l’incrément longitudinal. L’équation (2.166) est précise au
premier ordre pour ∆z suffisament petit. Il s’avère qu’elle est exacte si
les opérateurs Llin et Lnl sont indépendants de z [122]. En effet, d’après
le théorème de Taylor, on a :
u(t, z + ∆z) = u(t, z) + ∂zu(t, z)∆z +
1
2!
∂2zu(t, z)(∆z)
2 + . . . , (2.167)
et
exp[∆z(Llin+ Lnl)]u = u+∆z(Llin+ Lnl)u+
1
2!
(∆z)2(Llin+ Lnl)2u+ . . .
(2.168)
L’Éq. (2.167) implique que (2.168) est valide au premier ordre du dé-
veloppement de Taylor.
Le principe de « splitting » consiste alors à remplacer le membre de
droite de l’Éq. (2.166) par une combinaison adéquate de produits des
opérateurs exponentiels exp(∆zLlin) et exp(∆zLnl).
8.2 Code SBS
SBS_3D
La simulation de la filamentation laser couplée à la rétrodiffusion
Brillouin pour des impulsions optiques nanosecondes est réalisée à
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l’aide de la version tridimensionnelle (3D) du code SBS.
Le code SBS_3D intègre les deux équations dimensionnées (2.82)
- (2.83) du type NLS, l’une pour l’onde de pompe, l’autre pour l’onde
rétrodiffusée. Pour résoudre ces équations décrivant deux ondes op-
tiques en contrepropogation, la méthode des caractéristiques est appli-
quée. Les équations acoustique [Éq. (2.84)] et de la densité électronique
[Éq. (2.85)] sont résolues à l’aide de la méthode d’Euler [104].
Tout d’abord, considérons le système d’équations (2.82) - (2.83)
sans le terme de diffraction transverse, c’est-à-dire :
(∂z + k
′
∂t)U1 = i
ω0
c
n2(I1 + 2I2)U1 − g02 QU2
− i k0
2n20ρc
ρU1 − β
(K)
2
IK−11 U1,
(2.169)
(−∂z + k′∂t)U2 = iω0c n2(I2 + 2I1)U2 +
g0
2
Q∗U1
− i k0
2n20ρc
ρU2 − β
(K)
2
IK−12 U2,
(2.170)
La résolution des équations (2.169) et (2.170) se fait à l’aide de la mé-
thode des caractéristiques. Celle-ci s’applique au problème de Cauchy{
a(z, t)∂zu + b(z, t)∂tu + c(z, t)u = 0
u(z, 0) = f (z)
(2.171)
et consiste à passer des coordonnées (z, t) à un nouveau système de co-
ordonnées (z0, s), au sein duquel l’équation aux dérivées partielles ci-
dessus devient une simple équation différentielle ordinaire selon cer-
taines courbes caractéristiques du plan (z, t). La nouvelle variable s va-
rie tandis que la variable z0 demeure constante le long de ces courbes.
Si l’on choisit
dz
ds
= a(z, t) (2.172)
dt
ds
= b(z, t) (2.173)
alors
du
ds
=
dz
ds
∂u
∂z
+
dt
ds
∂u
∂t
, (2.174)
et l’Éq. (2.171) se réduit à
du
ds
+ c(z, t)u = 0. (2.175)
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Maintenant, appliquons cette méthode aux Éqs. (2.169) et (2.170) :
(∂z + k
′
∂t)U1(z1(s), t1(s)) = i
ω0
c
n2(I1 + 2I2)U1(z1(s), t1(s))− g02 QU2(z1(s), t1(s))
− i k0
2n20ρc
ρU1(z1(s), t1(s))− β
(K)
2
IK−11 U1(z1(s), t1(s)),
(2.176)
(−∂z + k′∂t)U2(z2(s), t2(s)) = iω0c n2(I2 + 2I1)U2(z2(s), t2(s)) +
g0
2
Q∗U1(z2(s), t2(s))
− i k0
2n20ρc
ρU2(z2(s), t2(s))− β
(K)
2
IK−12 U2(z2(s), t2(s)),
(2.177)
avec Ii = Ii(z1(z), t1(s)) et ρ = F(Ii(z1(z), t1(s))) pour l’Éq. (2.176)
et Ii = Ii(z2(z), t2(s)) et ρ = F(Ii(z2(z), t2(s))) pour l’Éq. (2.177) (i =
1, 2). L’équation des caractéristiques pour U1 est
k′ dU1
ds
(z1(s), t1(s)) = k′
[
∂z1(s)
∂s
∂U1(z1(s), t1(s))
∂z1
+
∂t1(s)
ds
∂U1(z1(s), t1(s))
∂t1
]
(2.178)
en posant
∂z1(s)
∂s
=
1
k′
,
∂t1(s)
∂s
= 1, (2.179)
conduisant à
z1(s) =
1
k′
s + z01
t1(s) = s + t01, t1(0) = 0.
Le même raisonnement est appliqué pour U2 avec
z2(s) = − 1k′ s + z
0
2
t2(s) = s + t02.
Par conséquent les équations (2.169) et (2.170) deviennent :
k′ dU1
ds
(z1(s), t1(s)) = i
ω0
c
n2(I1 + 2I2)U1(z1(s), t1(s))− g02 QU2(z1(s), t1(s))
− i k0
2n20ρc
ρU1(z1(s), t1(s))− β
(K)
2
IK−11 U1(z1(s), t1(s)),
(2.180)
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k′ dU2
ds
(z2(s), t2(s)) = i
ω0
c
n2(I2 + 2I1)U2(z2(s), t2(s)) +
g0
2
Q∗U1(z2(s), t2(s))
− i k0
2n20ρc
ρU2(z2(s), t2(s))− β
(K)
2
IK−12 U2(z2(s), t2(s)).
(2.181)
La discrétisation du problème pour U1 et U2 s’établit comme suit :
dU1
ds
(z1(s), t1(s)) =
U1(z1(s + ∆z), t1(z + ∆z))−U1(z1(s), t1(s))
∆s
(2.182)
dU2
ds
(z2(s), t2(s)) =
U2(z2(s + ∆z), t2(z + ∆z))−U2(z1(s), t2(s))
∆s
(2.183)
avec {
z1(s) = z(s), z1(s + ∆s) = z(s) + ∆z
t1(s) = t(s), t1(s + ∆s) = t(s) + ∆t
(2.184)
{
z2(s) = z(s), z2(s + ∆s) = z(s)− ∆z
t2(s) = t(s), t2(s + ∆s) = t(s) + ∆t.
(2.185)
En géométrie pleinement 3D (x, y, z, t), on applique la méthode
« split-step » pour l’intégration numérique du système complet en
tenant compte des termes de diffraction. L’opérateur non-linéaire in-
cluant l’effet Kerr optique, le couplage Brillouin et la génération de
plasma est intégré dans l’espace réel entre deux étapes d’intégration
linéaire (calcul des termes de diffraction). Dans ce modèle contre-
propagatif l’incrément longitudinal ∆z est fixé par l’utilisateur. Il est
défini comme le rapport de la distance de propagation sur le nombre
de points choisis.
Dans une première étape, on initialise l’onde acoustique à par-
tir du bruit thermique N et à chaque intervalle temporel, défini par
∆t = k′∆z, l’algorithme ci-dessous est appliqué.
On résout tout d’abord l’onde acoustique (2.84) à partir d’un
schéma d’Euler :
Q(x, y, z, t+∆t) = Q(x, y, z, t)− ∆t
τB
Q(x, y, z, t)+
∆t
τB
U1(x, y, z, t)U∗2 (x, y, z, t)+
∆t
τB
N.
(2.186)
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Ensuite, l’équation (2.85) pour la densité électronique est intégrée
ainsi :
ρ(x, y, z, t + ∆t) = (1− ∆t
τrec
)ρ(x, y, z, t) + ρntσ(K)(IK1 + I
K
2 )∆t. (2.187)
Nous appliquons par la suite les contributions Kerr et plasma sur
les ondes optiques :
U1(x, y, z, t)→ U1(x, y, z, t)× exp
[
(ik0n2(I1 + 2I2)− k02n0ρc ρ(x, y, z, t)−
β(K)
2
IK−11 )∆z
]
(2.188)
U2(x, y, z, t)→ U2(x, y, z, t)× exp
[
(ik0n2(I2 + 2I1)− k02n0ρc ρ(x, y, z, t)−
β(K)
2
IK−12 )∆z
]
.
(2.189)
Puis, nous incrémentons les termes de la rétrodiffusion Brillouin :
U1(x, y, z + ∆z, t + ∆t) = [U1(x, y, z, t)×
[
1−
(
g0∆z
4
)2
Q(x, y, z, t + ∆t)Q∗(x, y, z, t)
]
−
(
g0∆z
4
)
Q(x, y, z + ∆z, t)U2(x, y, z + ∆z, t)
−
(
g0∆z
4
)
Q(x, y, z, t + ∆t)U2(x, y, z + ∆z, t)]
×
[
1+
(
g0∆z
4
)2
Q(x, y, z, t + ∆t)Q∗(x, y, z + ∆z, t + ∆t)
]−1
,
(2.190)
U2(x, y, z− ∆z, t + ∆t) = [U2(x, y, z, t)×
[
1−
(
g0∆z
4
)2
Q∗(x, y, z, t + ∆t)Q(x, y, z, t)
]
+
(
g0∆z
4
)
Q∗(x, y, z− ∆z, t)U1(x, y, z− ∆z, t)
+
(
g0∆z
4
)
Q∗(x, y, z, t + ∆t)U1(x, y, z− ∆z, t)]
×
[
1+
(
g0∆z
4
)2
Q∗(x, y, z, t + ∆t)Q(x, y, z− ∆z, t + ∆t)
]−1
.
(2.191)
Les termes de diffraction sont calculés dans l’espace de Fourier.
Pour chaque pas de temps, les ondes optiques sont incrémentées en
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z à l’aide des transformations suivantes :
U1(x, y, z, t) −→ Û1(kx, ky, z, t)× exp
[
i
(
k2x + k
2
y
)
∆z
]
(2.192)
U2(x, y, z, t) −→ Û2(kx, ky, z, t)× exp
[
i
(
k2x + k
2
y
)
∆z
]
(2.193)
où~k⊥ = (~kx, ~ky) désigne le vecteur d’onde transverse, i.e., la variable
transverse de Fourier dans le plan de diffraction. Une transformation
de Fourier inverse est appliquée pour le passage à l’espace réel à l’aide
de la bibliothèque FFTW.
Le code SBS_3D décrit donc les ondes pompe et Stokes en di-
mensions (3+1) dans l’espace (x, y, z, t). Il avance en temps l’onde de
pompe et est parallélisé selon une architecture de « Message Passing
Interface ». La parallélisation est réalisée suivant l’axe de propagation
(Oz), qui est découpé en Nproc zones, où Nproc représente le nombre
de processeurs utilisés. Chaque processeur exécute des taches spéci-
fiques du programme, dont les variables sont stockées dans la mé-
moire locale allouée à chaque processeur. Il est possible d’échanger
des données entre deux ou plusieurs processeurs grâce à l’appel de
sous-programmes spécifiques. Lorsque l’onde de pompe est avancée
d’un incrément ∆z, à un instant donné, l’onde Stokes est déplacée de -
∆z et se propage ainsi en géométrie de rétrodiffusion. En outre le code
SBS_3D possède une routine de reprise permettant plusieurs exécu-
tions successives. Le langage de programmation utilisée est Fortran90.
Les données sont traitées à l’aide d’un programme de post-processing
Matlab permettant de tracer les profils de puissance des ondes op-
tiques en entrée et en fin d’échantillon, les intensités maximales, et
les énergies partielles des deux ondes. Sont fournies également les
valeurs des amplitudes et des phases des champs optiques et acous-
tiques, les profils d’intensité et de densité plasma dans les plans (x, y),
(x, t) et (y, t) (maximaux dans la direction orthogonale), et les spectres
à chaque distance z correspondant à un numéro de processeur. Il y a
autant de tableaux de sortie que de processeurs pour un champ donné.
Ce code a été antérieurement validé en l’absence de plasma par Sarah
Mauger dans le cadre de sa thèse [84]. Nous l’avons complété ici par
l’implémentation d’une réponse plasma dynamique.
La figure 2.12 résume les différentes étapes de calcul du code SBS
dans sa version tridimensionnelle opérant sur des processeurs CPU
("Central Processing Units"). Un bruit thermique gaussien (NOISE)
de faible amplitude amorce un niveau initial d’ondes sonores. Une
fois l’équation source acoustique intégrée, sa solution est injectée dans
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FIGURE 2.12 – Schéma de calcul du code SBS_3D.
les équations d’enveloppe des champs laser pompe et Stokes. L’in-
tégration de ces dernières s’effectue par la méthode split-step en al-
ternant FFT (DIFFRACT) et évaluation des contributions non-linéaires
(KERSBS). Les solutions préservent la différence des énergies partielles
des deux ondes en z. La fonction CSHIFT permet de discriminer la di-
rection de propagation entre onde Stokes et onde de pompe, sujettes
aux conditions aux limites [BOUND : U1 = F(x, y, z, t) où F(.) peut
être un profil gaussien ; U2(z = L) = 0]. Les conditions aux limites
sont transparentes (absence d’absorption aux bornes). Typiquement
un calcul CPU employant 128 processeurs gérant 256 × 256 × 4096
points dans l’espace (x, y, z) requiert cinq jours de calcul sur les ma-
chines GENCI (Curie/TGCC_CCRT ou JADE/CINES).
La figure 2.13 montre des courbes typiques d’intensités, d’énergie
et de fluence pompe et Stokes à puissances d’entrée élevées mettant en
jeu une impulsion large w0 = 150 µm et longue (tp = 2.12 ns) simulée
dans la thèse de Sarah Mauger [84] en l’absence de plasma. Selon la
puissance de l’onde de pompe considérée, le niveau de rétrodiffusion
change pour une longueur de matériau (silice) fixée à L = 5 cm.
La figure 2.14(a) montre des profils de puissance des ondes inci-
dente, transmise en z = L, et rétrodiffusée en z = 0 en fonction
du temps avec une puissance incidente de P1(0) = 16Pcr. La courbe
noire représente la distribution de la puissance incidente. On observe
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FIGURE 2.13 – (a,c) Intensités maximales et (b,d) énergies partielles
d’impulsions gaussiennes à 355 nm avec w0 = 150 µm, tp = 2.12 ns
pour (a,b) P1(0) = 16Pcr et (c,d) P1(0) = 27Pcr. Les courbes bleues se
réfèrent à l’onde de pompe et les vertes à l’onde Stokes. Les inserts
montrent les distributions de fluence pour les ondes Stokes et pompe
sur une section de 400× 400 µm2 dans le plan (x, y) à z = 0 et z = L,
respectivement [84].
qu’autour de t = −1 ns, cette puissance décroît. A l’opposé, celle de
l’onde Stokes croît et atteint un niveau comparable à celle de l’onde
de pompe. Les figures 2.14(b,c) détaillent les profils d’intensité dans le
plan (x, t) des ondes pompe et Stokes, respectivement près du foyer
d’auto-focalisation et en entrée de l’échantillon de silice, pour une
puissance initiale P1(0) = 16Pcr. Au voisinage du point de collapse,
nous observons que l’onde de pompe se déplète à t = −1 ns, instant à
partir duquel l’onde Stokes croît et couvre la durée restante de l’onde
de pompe.
Pour ces simulations la boîte numérique avait un volume d’1 mm
× 1 mm × 5 mm et les pas minimaux étaient ∆x = ∆y = 4 µm, ∆z =
12 µm et ∆t = 60 fs.
SBS_3D_EXP
Pour les besoins du programme Simulation du CEA-DAM, le code
SBS_3D a été adapté pour décrire des faisceaux numérisés de profils
d’intensité et de phase élaborés à partir de données expérimentales
8. RÉSOLUTION NUMÉRIQUE DE L’ÉQUATION NLS 65
CHAPITRE 2. COUPLAGE FILAMENTATION-BRILLOUIN-PLASMA :
DESCRIPTION THÉORIQUE ET PROPRIÉTÉS FONDAMENTALES
FIGURE 2.14 – (a) Profils de puissance de l’impulsion pompe incidente
(courbe noire), de l’impulsion transmise (courbe bleue) et de l’impul-
sion Stokes réfléchie (courbe verte) pour P1(0) = 16Pcr. Profils d’inten-
sité associés dans le plan (x, y) : (b) impulsion pompe près du point de
collapse (z ' zc = 4.3 cm) et (c) impulsion Stokes en entrée d’échan-
tillon [84].
LIL/LMJ.
La simulation de faisceaux réalistes LIL détaillés dans le Chapitre 3 a
nécessité la transformation du code précédent en un autre code appelé
SBS_3D_EXP. Son architecture est la même que celle du code SBS_3D.
Une grande partie du code a cependant dû être réécrite pour adapter,
en particulier, le maillage aux fichiers LIL constituées de profils de
puissance en temps en entrée d’échantillon (z = 0,) de profils de phase
incidents, ainsi que des distributions de fluence et de phase dans le
plan (x, y) à z = 0.
Ces modifications ont consisté à procéder à la normalisation des
fichiers digitalisés et à leur interpolation pour les adapter aux quanti-
tés physiques et aux maillages fins gérés par le code. Par exemple, un
fichier de fluence de 1 mm ×1 mm présentant une résolution initiale
de 10 microns doit refléter ce niveau de résolution initiale à l’entrée de
l’échantillon (z = 0), mais aussi pouvoir résoudre des pas transverses
de l’ordre du micron en régime d’auto-focalisation. En outre, des su-
broutines spécifiques ont été écrites de façon à périodiser les figures
transverses de fluence et de phase sur des dimensions plus grandes.
Concernant la structure du code SBS_3D_EXP, il a fallu adapter
celle-ci pour lire et propager soit des profils temporels de puissance et
de phase "idéaux" (par exemple, une puissance non modulée), soit des
profils incluant de fortes modulations réquérant des normalisations et
des résolutions appropriées. D’autre part, il a été nécessaire d’intro-
duire des conditions aux limites périodiques ou nulles aux bords de
la boîte numérique transverse et écrire dans le code des commandes
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propres à chacune de ces distributions spécifiques (réécriture complète
de la subroutine « BOUND »). Dans l’appendice D, nous montrons un
exemple de subroutine qui spécifie les conditions initiales et aux bords,
utilisées dans les code SBS_3D et SBS_3D_EXP respectivement.
Une fois ce travail effectué, nous avons pu simuler la propagation
d’un faisceau dit de type "onde plane" ou "périodisé" (le motif du fais-
ceau, en amplitude et en phase, occupe la totalité de la boîte de simu-
lation) et des faisceaux à distribution bornée, de type "carré" ou "su-
pergaussien" (le même motif est posé sur une distribution bornée, par
exemple carré ou supergaussienne).
Le code SBS_3D_EXP a été spécialement adapté pour pouvoir y im-
plémenter des conditions aux limites périodiques ou nulles aux bords
de la boîte à partir de fichiers élaborés au CEA-CESTA. En espace, le
code normalise la fluence du faisceau par la valeur moyenne des fluc-
tuations physiques. En temps, le profil de puissance est normalisé par
rapport à sa valeur maximale, fluctuations comprises. Après inclusion
des termes de phase, on affecte à ces rapports une intensité physique
initiale I0. Cette quantité correspond à l’intensité moyenne du faisceau
pompe, hors fluctuations induites par des points chauds (figures de
speckles en champ proche).
8.3 Code UPPE
Comme nous le verrons ultérieurement, des impulsions nanose-
condes peuvent se fragmenter en impulsions subpicosecondes, qui de-
viennent alors sujettes à une propagation dite « ultrarapide » [98,108].
Sans redériver dans le détail les équations de propagation pour de
telles impulsions, nous rapellons le modèle dit « standard » de fila-
mentation femtoseconde. Il est important de noter ici que les équa-
tions présentées ci-dessous sont exprimées dans le référentiel de la
vitesse de groupe de l’impulsion, i.e., t → t − z/vg (= t − k′t) avec
vg = 1/k′. Le code UPPE (pour « Unidirectionnal Pulse Propagation
Equation ») intègre l’équation ci-après en géométrie radiale, pour l’en-
veloppe du champ électrique laser. Dans sa version radiale, on sub-
stitue aux coordonnées transverses en géométrie cartésienne (x, y) le
rayon r =
√
x2 + y2, de sorte que l’enveloppe U de l’onde laser est
8. RÉSOLUTION NUMÉRIQUE DE L’ÉQUATION NLS 67
CHAPITRE 2. COUPLAGE FILAMENTATION-BRILLOUIN-PLASMA :
DESCRIPTION THÉORIQUE ET PROPRIÉTÉS FONDAMENTALES
gouvernée par
∂zU = iT−1
∇2⊥U
2k0
+ iDU − i k0
2n20ρc
T−1ρU − σ
2
ρU − UiW(I)(ρnt − ρ)
2I
U
+ i
ω0
c
n2T
∫
R(t− t′)|U(t′)|2dt′U,
(2.194)
R(t) = (1− g)δ(t) + gθ(t)1+ω
2
Rτ
2
R
ωRτ
2
R
e−t/τRsin(ωRt), (2.195)
∂tρ = W(I)(ρnt − ρ) + σUi ρI −
ρ
τrec
(2.196)
avec l’opérateur de diffraction transverse radial ∇2⊥ = (1/r)∂rr∂r.
D = ∑n≥2
(
k(n)
n!
)
(i∂t)n décrit la dispersion chromatique à tous les
ordres, comme détaillé en annexe B. T = 1 + (i/ω0)∂t est l’opéra-
teur qui corrige l’approximation d’enveloppe lentement variable pour
des impulsions courtes. L’opérateur T−1 induit une focalisation spatio-
temporelle sur le terme de diffraction, alors que l’opérateur T devant
la non-linéarité Kerr produit un auto-raidissement de l’impulsion (on
parle de « self-steepening ») [14]. W(I) est le taux d’ionisation qui peut
éventuellement décrire l’ionisation par effet tunnel, si l’on opte par
exemple pour le modèle de Keldysh.
Pour des impulsions femtosecondes interagissant avec des molécules,
la réponse Kerr admet une composante retardée en fraction égale à g,
où θ(t) est la fonction de Heaviside et δ(t) est la distribution de Di-
rac. Elle correspond à la diffusion Raman qui se produit sur quelques
dizaines de femtosecondes par excitation d’états vibrationnels et ro-
tationnels dans des molécules anisotropes (e.g., SiO2). τR est le temps
de relaxation d’une transition moléculaire à une autre et ωR est la fré-
quence de rotation associée [8, 117].
Les opérateurs linéaire et non-linéaire associés à l’équation (2.194)
s’écrivent :
Llin = iT−1
∇2⊥U
2k0
+ iDU, (2.197)
Lnl = i
k0
2n20ρc
T−1ρU−σ
2
ρU − UiW(I)(ρnt − ρ)
2I
U
+ i
ω0
c
n2T
∫
R(t− t′)|U(t′)|2dt′U.
(2.198)
Cette équation est de nouveau intégrée numériquement grâce à la
méthode "split-step". La contribution de l’opérateur linéaire pour un
Laplacien radial est traitée à l’aide d’un schéma de Crank-Nicholson
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d’ordre 2 [104] tandis que la contribution temporelle est évaluée dans
l’espace de Fourier. Suivant le schéma split-step, la solution linéaire est
multipliée par le terme exp(
∫ z+∆z
z Lnldz), calculé à l’aide de l’approxi-
mation suivante :
exp
(∫ z+∆z
z
Lnldz
)
≈ Lnl(z)∆z. (2.199)
Les bords de la boîte numérique sont absorbants en temps et transpa-
rents en r. Dans ce code l’incrément spatial ∆z est auto-adaptatif. Le
code est parallélisé en temps et les fichiers de données sont exploités
avec le logiciel Matlab pour la visualisation des résultats.
Ici, la phase linéaire temporelle tout comme la dispersion linéaire com-
plète D̂(ω) peuvent être résolues de manière exacte dans l’espace de
Fourier exp(
∫ z+∆z
z Llindz) ∝ FFT
−1exp(−iD̂(ω)2∆z)FFT avec D̂(ω)
défini par l’Éq (B.5). Il n’y a pas de limitation sur ∆z due à ce schéma.
Pour la phase non-linéaire, nous devons calculer
∫ z+∆z
z Lnldz ∝ |u|2∆z,
sachant qu’une erreur relative sur cette approximation est evaluée à
∼ |u|4∆z2. Pour contrôler cette erreur, nous pouvons opter pour un
encadrement c2 ≤ |u|2∆z ≤ c1. La constante c1 permet de garan-
tir une erreur suffisament faible, et c2 un pas en z raisonnablement
large pour faire varier efficacement l’incrément longitudinal. Le split-
ting des opérateurs nécessite alors de contrôler à la fois la valeur de
||I − exp(∫ z+∆zz Llindz)|| ∼ ∆z/∆t2 et de ||I − exp(∫ z+∆zz Lnldz)|| ∼
|u|2∆z. On en déduit ainsi une troisième constante c3 ≥ ∆z/∆t2.
Puisque ∆t est constant pour un maillage homogène, c3 détermine
une deuxième borne supérieure pour l’incrément spatial ∆z indépen-
dante de |u|2. Pour des applications pratiques, les valeurs c1 = 0.01,
c2 = c1/2.5 et c3 = 1 fournissent des résultats satisfaisants, si la discré-
tisation selon l’incrément temporel ∆t est suffisamment fine. Un ver-
sion 3D du même code est aussi disponible. Dans cette version l’opé-
rateur de diffraction est pleinement 3D (∇⊥ = ∂2x + ∂2y) et traité par
FFT rapides. Les bords de la boîte numérique sont alors absorbantes
en x, y et z.
La figure 2.15 montre deux exemples de dynamiques non-linéaires ty-
piques dans les verres fournies par le code UPPE radial. Cette figure
illustre la dynamique temporelle d’un impulsion gaussienne de taille
transverse w0 = 75 µm et de durée τp = 42.5 fs formant un fila-
ment femtoseconde dans la silice pour différentes longueurs d’onde,
λ0 = 790 nm et λ0 = 1550 nm à quelques puissances critiques. La
dynamique dans le plan (z, t) change selon la nature de la dispersion
du milieu (normale à 790 nm et anormale à 1550 nm) [30]. À titre sim-
plement illustratif, à 790 nm, la dispersion est normale [k(2) > 0] et
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l’impulsion s’étale rapidement en temps au voisinage du foyer d’auto-
focalisation. À 1550 nm, la dispersion est anormale [k(2) < 0] et l’im-
pulsion se comprime en temps. Elle est poussée vers les instants po-
sitifs (arrière de l’impulsion) par les effets d’auto-raidissement (« self-
steepening »).
FIGURE 2.15 – Dynamique temporelle d’une impulsion avec une taille
transverse w0 = 15 µm, de durée tp = 42.5 fs se propageant dans
un échantillon de silice à la longueur d’onde (a) λ0 = 790 nm avec
P1(0) = 6Pcr, (b) λ0 = 1550 nm avec P1(0) = 3Pcr .
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–See now the power of truth ; the same experiment which at first
glance seemed to show one thing, when more carefully examined,
assures us of the contrary.
Gallileo Galilei (1564 - 1642)
–La théorie, c’est quand on sait tout et que rien ne fonctionne. La
pratique, c’est quand tout fonctionne et que personne ne sait pour-
quoi.
Albert Einstein (1879 - 1955) 3
Simulations d’impulsions
expérimentales LIL de forte
puissance dans des verres épais
Dans ce chapitre, nous présentons des résultats numériques sur la
propagation non-linéaire de faisceaux LIL à travers des échantillons
de silice de 4 à 5 cm d’épaisseur. Les simulations réalisées en géomé-
trie pleinement 3D prennent en compte les fluctuations de phase et
de puissance induites en amont du système de préamplification laser.
Elles révèlent l’importance de la distribution temporelle de l’impul-
sion pompe dans la compétition entre l’auto-focalisation Kerr et la ré-
trodiffusion Brillouin stimulée. Nos résultats valident le système anti-
Brillouin adopté pour le LMJ sur la base de faisceaux millimétriques.
Ils indiquent une relative stabilité des faisceaux laser à 3ω pour des
intensités moyennes incidentes inférieures à 9 GW/cm2.
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1 Introduction
Nous présentons des simulations numériques d’impulsions LIL/LMJ
se propageant à forte intensité dans les échantillons de silice. Ces
échantillons représentent les hublots de verre qui assurent l’interface
entre la chambre d’expérience du LMJ et une chaîne laser (voir Cha-
pitre 1). L’objectif de ce travail a été d’adapter le code de simulation
SBS_3D développé pour décrire la propagation d’impulsions laser na-
nosecondes dans les verres aux configurations réelles des faisceaux
utilisés sur la LIL ou le LMJ. Le code modifié est le code SBS_3D_EXP
présenté dans le Chapitre 2. L’attention est portée ici sur la validation
du système anti-Brillouin consistant en des modulations de phase ra-
pides, accompagnées de modulations d’amplitude. Les modulations
de phase cassent la cohérence temporelle laser et sont censées suppri-
mer la rétrodiffusion Brillouin.
Cette physique fait intervenir deux processus non-linéaires suscep-
tibles de se développer sur de courtes distances à forte intensité laser :
l’auto-focalisation par effet Kerr et la diffusion Brillouin stimulée. Par
souci de simplicité, nous ignorons la saturation plasma. Le premier
processus est dépendant de l’intensité laser et force le faisceau pompe
à s’auto-comprimer spatialement pour des puissances incidentes ex-
cédant la puissance critique d’auto-focalisation, soit 0.35 MW à 3ω. À
cette longueur d’onde (355 nm), cette condition est facilement remplie
par des faisceaux laser de durée nanoseconde, d’intensité initiale de 5
GW/cm2 et distribués seulement sur 1 mm2 de surface dans le plan
(x, y). L’auto-focalisation Kerr est responsable de la filamentation,
simple ou multiple, causant un accroissement brutal de l’intensité la-
ser jusqu’à générer un plasma précurseur d’endommagement [115].
Elle provoque des dommages dans et en face arrière du matériau
de propagation. Le deuxième processus est amorcé par la force élec-
trostritive du champ laser qui induit dans un matériau dense des
dépressions de densités à l’origine de la création de phonons [8, 36].
Sur ces fluctuations acoustiques diffuse une onde électromagnétique
(onde Stokes), préférentiellement selon la direction opposée à celle de
l’onde de pompe laser. Cette onde Stokes réfléchit une partie de l’onde
laser et est à l’origine de dommages en face avant de la fenêtre de silice.
Un point dur technologique important du projet LMJ est de sup-
primer cette rétrodiffusion Brillouin. Pour y parvenir, deux méthodes
ont été examinées dans la passé [85, 109, 110]. La première consiste
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à introduire des modulations d’amplitude suffisamment profondes
dans la distribution du champ laser pour casser ce dernier en trains
d’impulsions picosecondes. Cette méthode prévient radicalement la
production d’ondes acoustiques qui requiert en général quelques na-
nosecondes d’interaction laser. Elle a cependant un coût important
en termes d’énergie moyenne disponible, puiqu’elle réduit l’énergie
pompe d’un facteur proche de deux [85]. Les modulations de phase, au
contraire, préservent la puissance laser délivrée en sortie de la source
optique. Elle exploitent le fait que des modulations de phase rapides
élargissent le spectre de l’impulsion incidente en de nombreux modes,
dont l’intensité individuelle est réduite par le nombre de modes créés.
En assurant une fréquence de modulation suffisamment élevée pour
que les modes pompe et leur mode Stokes ne puissent pas interagir
avec leurs voisins, on peut décroître significativement le facteur de
gain Brillouin. Donnons à ce stade quelques outils théoriques permet-
tant d’appréhender le principe des modulations de phase.
En se basant sur la Réf. [15], nous savons que lorsqu’une modulation
de phase de fréquence νm et de profondeur de modulation m est appli-
quée, les ondes de pompe (E1) et Stokes (E2) deviennent multimodes
et peuvent être déterminées à partir des décompositions
E1 =
N
∑
n=1
E1,nei(k1,nz−ω1,nt), (3.1)
E2 =
N
∑
n=1
E2,nei(k2,nz−ω2,nt), (3.2)
où Ei,n, ki,n, ωi,n (i = 1,2) sont les champs, nombres d’ondes et
fréquences des ondes pompe et Stokes associés au mode n. N est le
nombre total de modes. L’évolution de la densité acoustique, appro-
chée par l’Éq. (A.29) s’écrit
∂tρ¯+
ΓB
2
ρ¯ =
γe
4iΩBn0c
∂2z I × e−i(qz−ΩBt). (3.3)
La séparation entre deux modes de pompe se définit par ω1,n+1 −
ω1,n = Ωesp ≡ 2piνm. Le décalage entre le premier mode de pompe et
son onde Stokes correspondant est, quant à lui, donné par ΩB = ω1,1
- ω2,1 = 2CSk1,1 = 2CS(n0ω1,1/c). Par itération, le décalage entre un
mode n de pompe et son mode Stokes associé est égal à ω1,n - ω2,n =
ΩB + ∆ωn, où ∆ωn = (2CSn0/c)(ω1,n −ω1,1). Maintenant, faisons l’hy-
pothèse que ∆ωn est négligeable. Cela revient à faire l’approximation
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de base ω1,n − ω2,n ' ΩB. Tous les modes optiques sont couplés au
même mode acoustique de nombre d’onde q = k1,1 + k2,1 et donc
k1,n + k2,n = q + ∆kn (3.4)
avec k1,n = nΩesp/v1 = nn0Ωesp/c, où v1 désigne la vitesse de groupe
de l’onde de pompe, ce qui conduit au désaccord en nombre d’onde
∆kn =
(
∂k
∂ω
|ω1,n +
∂k
∂ω
|ω2,n
)
(n− 1)Ωesp =
(
1
v1
+
1
v2
)
(n− 1)Ωesp
(3.5)
avec v2 la vitesse de phase de l’onde Stokes. En gardant les termes
résonant uniquement aux fréquences ω1,n et ω2,n, nous pouvons alors
redériver les équations de propagation. Chaque mode de pompe est
alors régi par les équations suivantes(
∂z +
n0
c
∂t
)
U1,n =
i∇2⊥
2k1,n
U1,n +
in2ω1,n
c
(I1,n + 2I2,n)U1,n− g02 QU2,ne
−i∆knz,
(3.6)(
−∂z + n0c ∂t
)
U2,n =
i∇2⊥
2k2,n
U2,n +
in2ω2,n
c
(I2,n + 2I1,n)U2,n +
g0
2
Q∗U1,nei∆knz,
(3.7)
2
ΓB
∂tQ + Q =
N
∑
m=1
U1,mU∗2,mei∆kmz, (3.8)
en posant Ei,n = (1/
√
2n0e0c)Ui,n pour i = 1, 2, Ii = |Ui|2, et
ρ¯ = (iqγe/2ΓBn0cCS)Q.
En introduisant ∆kmn = ∆km − ∆kn '
(
1
v1
+ 1v2
)
(m− n)Ωesp, et en
multipliant les équations (3.6) et (3.7) par U∗1,n et U
∗
2,n respectivement,
nous aboutissons aux équations qui régissent les intensités(
∂z +
n0
c
∂t
)
I1,n =
∇⊥
k1,n
Im(U1,n∇⊥U∗1,n)− g0 I1,n I2,n
−g0|U1,nU2,n| ∑
m 6=n
|U1,mU2,m|cos(∆kmnz + δmn),
(3.9)
(
−∂z + n0c ∂t
)
I2,n =
∇⊥
k2,n
Im(U2,n∇⊥U∗2,n) + g0 I1,n I2,n
+g0|U1,nU2,n| ∑
m 6=n
|U1,mU2,m|cos(∆kmnz + δmn),
(3.10)
avec δmn = arg(U2,n)− arg(U1,n)+ arg(U1,m)− arg(U2,m). Nous avons
considéré dans l’Éq. (3.8) la limite statique pour les ondes sonores :
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FIGURE 3.1 – Spectre de l’onde de pompe dans le cas d’une modulation
de phase du type M(t) = exp[imsin(2piνm)t] avec m = 21 et νm = 2
GHz à λ0 = 355 nm [84].
∂tQ = 0. δmn varie lentement par rapport à ∆kmnz étant donné que U1
et U2 sont des fonctions d’enveloppe. Sur une distance de propagation
z = L telle que la longueur de cohérence vérifie Lcoh = 2pi/∆kmn  L,
le dernier terme des équations (3.9) et (3.10) est de moyenne nulle et
chaque mode n croît avec le gain uniquement fixé par son mode de
pompe n, sans interférence entre les modes voisins. Ainsi, les intensités
totales des ondes de pompe et Stokes incohérentes s’écrivent
I1 =
N
∑
n=1
I1,n(z), I2 =
N
∑
n=1
I2,n(z). (3.11)
Par sommation de l’ensemble des modes dans les équations (3.9) et
(3.10), les termes Brillouin se réécrivent sous la forme ±γ¯I1 I2, où γ¯ ≡
g0
∑Nn=1 I1,n I2,n
I1 I2
. Pour des modes de même intensité, nous aboutissons à
γ¯ = g0/N, (3.12)
et le coefficient de couplage phonon-photon est réduit d’un facteur
1/N. Le gain Brillouin stationnaire (2.140) est donc diminué par le
nombre de modes alors que le gain instationnaire (2.154) est décrû
d’un facteur
√
N.
La figure 3.1 montre le spectre d’une impulsion pompe affectée par
une modulation de phase sinusoïdale du type√
I(t)→
√
I(t)× eimsin(2piνm)t, (3.13)
où m est la profondeur de modulation, νm désigne la fréquence de
modulation et I(t) est l’intensité d’une impulsion gaussienne. Dans
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FIGURE 3.2 – (gauche) Intensités maximales et (droite) énergies par-
tielles pompe et Stokes à 355 nm pour P1(0) = 5 Pcr avec une modula-
tion de phase (νm = 2 GHz, m = 21). Les courbes bleues se réfèrent à
l’onde de pompe et les courbes vertes correspondent à l’onde Stokes.
Les inserts détaillent les distributions de fluence dans le plan trans-
verse (x, y) sur une section de 400× 400 µm2.
cette configuration, l’élargissement spectral est donné par le critère de
Carson [42] qui prévoit que 98% de l’énergie initiale est contenue dans
un intervalle ∆ν = 2(m + 1)νm soit ∆νm ' 2mνm pour m grand. Nous
considérerons en général une profondeur de modulation m = 21 et
une fréquence de modulation ωm = 2piνm, où νm = 2 GHz, de sorte
que ∆ω ≥ ΓB = 1.87 GHz. La figure 3.1 illustre le spectre de cette
modulation obtenu par une transformée de Fourier. Elle nous indique
un nombre de raies N ≈ 2m = 42 et une largeur totale ∆ν = 84 GHz.
Pour atténuer les fluences réfléchies par diffusion Brillouin, l’intro-
duction de modulations de phase peut s’avérer efficace. Comme men-
tionné plus haut, on s’attend à ce que les modulations de phase soient
d’autant plus efficaces que le nombre de modes est important. La fi-
gure 3.2 rappelle les résultats obtenus en Réf. [84] pour une impulsion
de puissance initiale, P1(0) = 5Pcr. Sur la Fig. 3.2 gauche, l’impulsion
pompe subit une faible auto-focalisation. L’onde Stokes, quant à elle,
reste à un niveau d’intensité nul, montrant une suppression totale de
l’effet Brillouin sur une épaisseur de silice de 5 cm. Les mêmes infor-
mations sont données sur les courbes des énergies partielles [Fig. 3.2
droite]. En effet, nous observons que l’énergie pompe reste constante
pendant toute sa propagation alors que l’énergie de l’onde Stokes est
nulle. Dans ce cas, la modulation employée précédemment permet de
supprimer efficacement la rétrodiffusion Brillouin.
Un critère à prendre en compte est celui de la largeur spectrale
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critique au delà de laquelle une modulation de phase peut suppri-
mer radicalement l’effet de la diffusion Brillouin, et cela même en
régime d’auto-focalisation forte. Pour évaluer analytiquement cette
bande spectrale critique, nous utilisons la puissance des ondes acous-
tiques, définie par W =
∫ |Q|2d~r⊥. Cette quantité suit l’Éq. (2.84), à
savoir :
∂tW + ΓBW =
ΓB
g0
(−∂z + k′∂t)P2 = −ΓBg0 (∂z + k
′∂t)P1. (3.14)
On peut intégrer l’Éq. (3.14) en temps et appliquer le théorème de
Plancherel-Parseval pour des conditions aux limites nulles. En procé-
dant ainsi, nous aboutissons à
dzE1 = dzE2 = −g0
∫ ∫ +∞
−∞
|Q̂(ω)|2dωd~r⊥, (3.15)
|Q̂|2 =
(
ΓB
2
)2 |Û1U∗2 |2
ω2 + (ΓB/2)2
. (3.16)
En se référant à [40], avec des phases relatives de U1 et de U2 décorré-
lées, Û1U∗2 =
∫
U1(z, ~r⊥, t)U∗2 (z, ~r⊥, t)eiωtdt se réduit à
|Û1U∗2 |2 '
1
∆ω
< I1(z, ~r⊥, t) >
∫
I2dt =
< I1 >
∆ω
F2 (3.17)
avec < I1 > l’intensité de l’onde de pompe moyennée en temps de
largeur spectrale ∆ω et F2 la fluence Stokes ∼ 2piw20 E2. L’énergie Stokes
est donnée par
E2(z) ' E2(L)e
g0ΓB
∆ωw20
P1(0)(L−z)
(3.18)
avec
∫
< I1 > dr⊥ ' P1(0). Pour atténuer la croissance de l’énergie
Stokes, il faut donc satisfaire la condition suivante
∆ν ∆νcr = 14ΓBg0 I1(0)L. (3.19)
Cette dernière équation nous renseigne sur la valeur minimale de
largeur de bande spectrale requise pour supprimer la rétrodiffusion
Brillouin stimulée. Cette valeur limite s’exprime en fonction de l’in-
tensité initiale de l’onde de pompe. Cette inégalité reste cependant
grossière [84]. Une évaluation plus fine de la bande spectrale critique
nécessite une recherche numérique.
Des calculs numériques ont été réalisés afin de raffiner l’estimation
(3.19). À ce propos, nous rappelons le résultat de la Réf. [86]. Sur la
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FIGURE 3.3 – Évolution de la largeur spectrale critique en fonction de
l’intensité pompe. Les symboles bleus (verts) correspondent aux seuils
évalués numériquement à λ0 = 355 nm avec L = 5 cm (respectivement
L = 10 cm). Les symboles oranges font référence aux seuils numé-
riques dans l’infrarouge (λ0 = 1.064 µm) pour L = 5 cm. Les courbes
en trait plein montrent la borne inférieure de l’inégalité (3.19) pour les
cas précédents avec le même code couleur.
figure 3.3 est détaillée la valeur de la largeur spectrale critique évaluée
numériquement en fonction de l’intensité pompe pour un échantillon
d’épaisseur de 5 cm. Des résultats pour une épaisseur de 10 cm sont
aussi montrés. L’effet Brillouin étant plus efficace sur des longueurs
de propagation plus grandes, la valeur de cette bande critique doit dès
lors être augmentée. Toutes les valeurs évaluées par simulations nu-
mériques sont supérieures au seuil donné par l’Éq. (3.19). Bien qu’étant
approximative, cette équation donne néanmoins une première évalua-
tion de la valeur de largeur spectrale critique ∆νcr. Notons que ∆νcr est
inversement proportionnelle à la longueur d’onde via le facteur ΓB et
diminue donc dans le domaine infrarouge.
Des largeurs de bande spectrale limitées à une centaine de GHz,
associant en général une réduction du gain Brillouin efficace pour des
intensités modérées (environ 5 GW/cm2), ne donnent pas lieu à une
auto-focalisation achevée à l’intérieur du matériau. Dans le cas in-
verse, lorsque l’échantillon est le lieu d’une divergence du faisceau
pompe, l’étendue spectrale de l’impulsion pompe doit être notable-
ment augmentée, en particulier par un accroissement de la fréquence
de modulation qui doit être adaptée à la valeur de l’intensité laser in-
cidente. Dans le cas contraire, la modulation de phase décroît effecti-
vement le gain Brillouin, mais pas assez pour inhiber complètement
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FIGURE 3.4 – (a) Profils temporels de puissance de l’onde de pompe in-
cidente (courbe noire) de l’onde transmise (courbe bleue) et de l’onde
rétrodiffusée (courbe verte) pour une onde de pompe de 16Pcr modu-
lée en phase avec ∆ν ≈ 84 GHz. Profils d’intensité associés dans le
plan (x, t) : (b) onde de pompe au foyer d’auto-focalisation I1(zc ≈ 0.6
cm) et (c) onde rétrodiffusée en face d’entrée de l’échantillon I2(0).
le processus de rétrodiffusion. Les termes Kerr deviennent dominants
et produisent alors une instabilité modulationnelle importante. Cette
instabilité est amorcée par les fluctuations temporelles initiales du fais-
ceau pompe, puis est renforcée par le couplage de ce dernier avec des
composantes Stokes intenses. Elle est responsable d’une filamentation
multiple dans l’échantillon [cf. Fig. 3.4]. Cette filamentation multiple
accélère le processus d’auto-focalisation de l’onde de pompe, qui peut
alors endommager le matériau sur de courtes distances de propaga-
tion.
La démarche de la présente étude est la démarche inverse de celle
adoptée en Réf. [86]. Il ne s’agit pas ici d’adapter (en théorie) un sys-
tème anti-Brillouin pour telle ou telle valeur de l’impulsion laser in-
cidente. Au contraire, pour une fonction anti-Brillouin choisie dans le
cadre du programme LMJ, nous souhaitons déterminer la valeur maxi-
male de l’intensité laser moyenne tolérable à l’entrée du hublot de la
chambre d’expérience, pour que, d’une part, la rétrodiffusion d’ondes
Stokes reste négligeable et que, d’autre part, l’effet Kerr ne produise
pas d’auto-focalisation totale à l’intérieur de l’échantillon. Nous mon-
trons à partir de profils de phase supportant une fréquence de modula-
tion principale d’environ 2 GHz, qu’une suppression efficace de l’effet
Brillouin est assurée sur des épaisseurs de hublot de 4.3 cm, si l’in-
tensité laser reste inférieure ou égale à 9 GW/cm2. Nous démontrons
que la modulation d’amplitude produite dans le module de préampli-
fication aide à inhiber la rétrodiffusion Brillouin à forte intensité. La
question de la distribution spatiale de l’onde pompe laser, à travers
des modulations périodiques, carrées ou supergaussiennes, est aussi
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discutée.
2 Impulsions LIL/LMJ
Les simulations qui suivent ont été réalisées à partir du code
SBS_3D_EXP sur 128 à 256 processeurs CPU. L’objectif était de vé-
rifier numériquement l’absence de rétrodiffusion Brillouin à partir
des modulations caractérisant le système anti-Brillouin adopté pour
le LMJ et de tester la dynamique des impulsions LIL à 3ω à partir des
fichiers fournis par le CEA-CESTA/DLP et produits par le code Miró.
L’une des limitations de la présente étude est la résolution requise
pour décrire précisément des évènements d’auto-focalisation, ainsi
que leur distance d’apparition sur l’axe optique. En régime d’auto-
focalisation, une onde donnée (pompe ou Stokes) croît d’environ
trois ordres de grandeur en intensité (de quelques GW/cm2 à plu-
sieurs TW/cm2). Simultanément, le rayon de ses filaments atteint
quelques micromètres de diamètre et les pics dominants de son profil
temporel peuvent se réduire à quelques centaines de femtosecondes,
mème si l’impulsion pompe s’étend initialement sur plusieurs nano-
secondes (typiquement de 5 à 7 ns pour des faisceaux expérimentaux).
Le maillage du code SBS étant par construction homogène, il faut au
moins employer 512 × 512 points dans le plan (x, y) pour un faisceau
de 2 mm × 2 mm. La distance d’auto-focalisation variant sensible-
ment avec le pas longitudinal, il faut au moins prévoir 1024 points
pour un échantillon de 5 cm d’épaisseur. La résolution temporelle liée
au pas longitudinal comme précisé dans le Chapitre 2 est alors de 240
fs, de sorte qu’une fenêtre en temps de 7 ns implique près de 30000
pas d’intégration en temps. La taille des fichiers de sortie, pour un
seul processeur, excède facilement la dizaine de Go pour une seule
distance z. Comme la distance d’auto-focalisation n’est pas connue a
priori, c’est l’ensemble des fichiers en z qu’il faut pouvoir stocker dans
un premier temps, soit 128 au moins (nombre minimum de proces-
seurs CPU) même si la résolution graphique peut-être allégée en ne
retenant périodiquement que quelques sorties en temps. L’occupation
d’un répertoire pour une configuration de faisceau sature rapidement
les machines de calcul avec des volumes de données de plusieurs To.
Pour cette raison, nous avons dû abandonner l’étude de faisceaux pé-
riodisés sur 4 mm× 4 mm, nécessitant 1024× 1024 points dans le plan
transverse. Dans les simulations qui suivent, les résolutions spatiales
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et temporelles sont identiques avec ∆x = ∆y = 3.9 µm, ∆z = 48.8 µm et
∆t = 240 fs.
Plusieurs cas ont été traités à travers l’exploitation de divers fi-
chiers de profils de puissance et de phase, en espace comme en temps.
Les types de modulations examinés consistaient en une modulation
de phase rapide (FM) de 2 GHz pour le système anti-Brillouin et de
14 GHz pour le lissage homogénéisant la tache focale pour limiter les
instabilités paramétriques laser-plasma. Au cours de leur propagation
dans la source fibrée (il s’agit d’une fibre optique qui permet le trans-
port du faisceau laser), ces modulations de phase produisent de la mo-
dulation d’amplitude (AM) dans les profils temporels de puissance la-
ser. Le transport du faisceau par fibre dans le pilote laser induit en
outre de la dispersion supplémentaire (notée DF pour dispersion par
fibre), qui altère les modulations d’origine (cette dispersion devient
importante pour des variations picosecondes induites par la modula-
tion de phase). Outre ces impulsions perturbées, nous disposons aussi
de profils de puissance et de phase "idéaux", sans distorsion particu-
lière. La figure 3.5 résume quelques profils pour un motif de fluence
LIL de 1 mm × 1 mm de surface dans le plan de diffraction (x, y). Les
figures 3.5(a,b,c,d) détaillent les comportements en temps et dans le
plan de diffraction transverse (x, y) des distributions initiales de puis-
sance, de phase et de fluence. En particulier, la phase contient les deux
modulations battant à 2 et 14 GHz. Le lissage induit en amont produit
des figures de speckle, à l’origine d’inhomogénéités dans la distribu-
tion laser. Les figures 3.5(e,f) montrent les variations rapides en temps
associées à la modulation d’amplitude (courbes vertes) et altérées par
la dispersion de la fibre (courbes rouges).
L’intensité moyenne de la tache focale varie de 3 GW/cm2 à 10
GW/cm2. Cet intervalle de valeurs fournit une analyse relativement
exhaustive de la dynamique des motifs optiques par rapport à l’inten-
sité initiale de l’onde laser pompe et à ses fluctuations dans le plan
(x, y). Nous simulerons quelques échantillons de silice d’épaisseurs
limitées à 5 cm. Nous rappelons ici que l’épaisseur des hublots de
la chambre d’expérience en configuration LIL est de 4.3 cm, celle en
configuration LMJ est de 3.4 cm. Les faisceaux examinés sont de taille
maximale limitée à 2 mm, compte tenu des contraintes numériques
rappelées plus haut.
En configuration dite "périodique", l’échantillon de 1 mm × 1 mm
présente des conditions aux limites non nulles, de sorte que son mo-
tif élémentaire peut-être périodiquement répété sur une surface plus
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FIGURE 3.5 – Profils LIL de (a) puissance, (b) phase "idéaux" en temps.
(c) Distributions de fluence de 1 GW/cm2 et (d) de phase dans le plan
de diffraction transverse (x, y). Profils (e) de puissance et (f) de phase
incluant la modulation AM sans (courbes vertes) et avec (courbes
rouges) la dispersion de la fibre (DF).
grande. La répétition de ce motif respecte les conditions aux bords
de chaque carré produit. Le motif obtenu touche les bords de la boîte
numérique.
Avec un support borné, le même motif est posé sur une distribu-
tion finie (par exemple carré ou supergaussienne) dont le domaine
transverse est deux fois plus grand que le motif de fluence retenu.
Les conditions sont alors nulles aux bords de la boîte numérique.
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Comparer la dynamique des faisceaux optiques pour différentes dis-
tributions laser est important, car la forme initiale de l’impulsion
laser peut conditionner la filamentation multiple en propagation non-
linéaire [26].
À titre d’exemple, la figure 3.6 illustre le type de comportement que
l’on cherche à préserver. Elle montre l’intensité maximale développée
par un faisceau de type "onde plane" - le motif de fluence occupe la
totalité de la boîte numérique (on raisonne alors en termes de motif
périodique) - de surfaces transverses de 1 mm2 et 2 mm2. Les profils de
phase et de puissance initiales sont les profils "idéaux" [Figs. 3.5(a,b)].
L’intensité moyenne incidente est de 5 GW/cm2. Avec un motif onde
plane et à cette intensité plutôt modérée, l’auto-focalisation ne se dé-
veloppe pas dans l’échantillon de silice. Les figures 3.6(b,c) détaillent
l’évolution de l’intensité de l’onde de pompe pour une impulsion de
2 mm × 2 mm. Cette distribution reste quasiment inchangée sur 5 cm
de propagation.
Nous avons par ailleurs vérifié que l’onde Stokes excitée par effet
Brillouin était totalement inhibée [cf. courbe verte dans la Fig. 3.6(a)].
Tant que l’impulsion ne collapse pas à l’intérieur du matériau, la phase
"idéale", avec sa double modulation de 2 et 14 GHz [Fig. 3.5 2(b)],
est suffisante pour supprimer la rétrodiffusion Brillouin à des niveaux
modérés d’intensité laser incidente (≈ 5 GW/cm2). L’intensité Stokes
mesurée en z = 0 est en effet I2(0) = 10−5 GW/cm2. On notera aussi
que lorsque la taille du faisceau est doublée (1 à 2 mm de côté), la dis-
tribution de type onde plane évolue peu. De nouveau l’intensité Stokes
réfléchie est quasi nulle, la puissance de l’onde laser pompe est préser-
vée et les distributions d’intensité restent quasiment inchangées [Figs.
3.6(b,c)]
3 Comparaison entre différents profils LIL
Dans ce qui suit, nous incorporons les profils de puissance et de
phase affectés par la modulation AM, puis ceux incluant en outre
la dispersion induite par fibre (DF). Les simulations sont comparées
à celle impliquant une amplitude non modulée. Deux aspects sont
ici abordés : l’influence de la distribution spatiale de l’impulsion et
celle de sa distribution temporelle. Les résultats sont représentés en
figure 3.7, pour une impulsion à profils de phase et de puissance
"idéaux" [Fig. 3.7(a)], modulée en amplitude [Fig. 3.7(b)] et prenant
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FIGURE 3.6 – (a) Intensité maximale d’un faisceau LIL de 5 GW/cm2
pour une distribution couvrant la totalité de la boîte numérique. La
courbe verte sur l’axe représente l’onde Stokes rétrodiffusée. Les sur-
faces du faisceau pompe sont de 1 mm × 1 mm (courbe brisée) et de
2 mm × 2 mm (courbe pleine, superposée à la courbe brisée) pour
des profils de puissances idéaux ("top-hat"). (b-c) Profils d’intensité en
(x, y) pour un faisceau périodisé de 2 mm × 2 mm aux distances (b)
z = 0 et (c) z = 5 cm.
en compte la dispersion de la fibre [Fig. 3.7(c)]. Les trois premières fi-
gures montrent le décalage subi par les profils de puissance entre la
face d’entrée et la face en sortie de l’échantillon, dû à la dispersion li-
néaire de l’impulsion dans la silice soit ∆t = n0L/c = 0.25 ns à 355 nm.
Ici, les simulations ont été réalisées pour des configurations de fais-
ceaux susceptibles de se dégrader rapidement par filamentation mul-
tiple, c’est-à-dire pour des faisceaux à section carré et de côté égal à 1
mm. L’intensité moyenne est maintenue à 5 GW/cm2 en face d’entrée.
Comme le montre la figure 3.7, la filamentation d’un faisceau carré
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FIGURE 3.7 – Puissance de l’onde laser pompe en début (z = 0, courbe
noire) et en fin (z = 5 cm, courbe bleue) de l’échantillon. Un mo-
tif d’1 mm × 1 mm est distribué sur support carré au centre de la
boîte numérique. (a) Profils de puissance et de phase idéaux (I0 = 5
GW/cm2). (b) Profils incluant la modulation d’amplitude. (c) Profils
incluant en outre la dispersion de la fibre. (d) Intensités maximales sur
5 cm de silice pour des profils avec modulation d’amplitude (courbe
brisée) et avec la dispersion de la fibre (courbe solide). Ces deux der-
nières courbes se superposent presque exactement. La courbe verte
sur l’axe représente l’onde Stokes rétrodiffusée. Le comportement de
l’onde plane (ou périodique) est rappelé par les courbes en pointillés.
prend place plus rapidement sur 5 cm de propagation, comparé à
l’évolution d’un motif périodique. Cette dynamique est induite par les
très forts gradients d’intensité apparaissant au voisinage des sommets
[cf. Figs. 3.8(b,c)]. Elle a donc pour conséquence d’accélérer le proces-
sus de collapse de l’onde de pompe. Même si cette distorsion est une
forme extrême de faisceau dont la réalité est éloignée de celle de la
LIL et du LMJ par la dureté de ses gradients, nous pensons cependant
qu’elle est instructive pour les raisons suivantes.
Tout d’abord, elle met en garde sur des variations locales abruptes
de zones de surintensités à forts gradients au sein d’un faisceau LMJ de
grandes dimensions au niveau des hublots de la chambre d’expérience
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(≈ 30 cm × 30 cm).
FIGURE 3.8 – (a) Intensité maximale de l’onde de pompe laser (courbe
bleue) pour un profil de puissance idéal sans modulation d’amplitude.
La courbe verte représente l’onde Stokes rétrodiffusée (faisceau carré
d’1 mm × 1 mm, I0 = 5 GW/cm2). (b,c) Profils d’intensité (x, t), maxi-
mum en y = 0, pour un profil de puissance (b) initialement modulé en
amplitude, à z = 5 cm et (c) non-modulé, à z = 3.47 cm.
Ensuite, en forçant l’auto-focalisation de l’impulsion pompe, elle
permet de mieux cerner les variations induites par la dispersion de
la fibre (DF) : nous pouvons constater en effet sur la figure 3.7(b) que
les variations induites par la dispersion sont minimes et affectent peu
la dynamique d’auto-focalisation. Ce sont les fluctuations initiales
transverses de l’amplitude et de phase du faisceau, qui conditionnent
essentiellement la divergence de l’onde de pompe.
Enfin, une distribution forçant le collapse met en évidence le rôle des
modulations d’amplitude. La figure 3.8 détaille ce point que nous ju-
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geons important et sur lequel nous nous attardons.
Comparé aux courbes solides de la figure 3.7(d), la dynamique de
l’impulsion change en effet brutalement lorsque l’on considère un pro-
fil de puissance idéal, comme montré en figure 3.8(a). Dans ce cas,
la distribution de puissance s’étalant uniformément sur 5 ns favorise
la génération d’ondes sonores et la rétrodiffusion Brillouin stimulée.
Ici, l’auto-focalisation se déclenche près du sommet supérieur gauche
et dans la partie arrière de l’impulsion [Figs. 3.8(b,c)]. Les modu-
lations de phase réduisent la décroissance de l’onde laser par effet
Brillouin. Elles augmentent cependant le poids relatif de l’effet Kerr
et favorisent l’apparition d’instabilités modulationnelles et une accé-
lération de l’auto-focalisation du faisceau pompe sur de courtes dis-
tances dans le matériau. Comme rappelé plus haut, une modulation de
phase, pour être totalement efficace en régime de collapse optique, doit
produire un spectre suffisament large pour supprimer l’onde Stokes.
Cette conditon n’est visiblement pas remplie par l’impulsion carrée
simulée ici. Cependant, ces modulations d’amplitude picosecondes
peuvent aider à inhiber efficacement la création d’ondes acoustiques.
C’est ce scénario que nous observons en figure 3.7 : de telles modula-
tions, détaillées dans la figure 3.8(b) empêchent la croissance de l’onde
Stokes et retardent la divergence des filaments. Lorsque l’impulsion
présente des modulations picosecondes dans son amplitude initiale, le
profil d’intensité ainsi modulé contribue à diminuer la rétrodiffusion
Brillouin en inhibant la création d’ondes acoustiques. En état d’auto-
focalisation, le profil d’intensité se présente comme un train d’impul-
sions de ∼ 10 ps de largeur à mi-hauteur, séparées les unes des autres
d’environ ' 70 ps. Ce type de profil est suffisant pour supprimer radi-
calement l’effet Brillouin à des intensités élevées.
4 Influence du niveau d’intensité incidente
Nous avons répété la démarche précédente pour une intensité ini-
tiale double : I0 = 10 GW/cm2 et avons utilisé les fichiers impliquant
une puissance et une phase altérées par la modulation d’amplitude et
incluant la dispersion de la fibre. En figure 3.9, nous constatons l’auto-
focalisation du motif élémentaire couvrant la totalité de la boîte numé-
rique. Cette auto-focalisation prend place à des distance z = zc ' 4.4
cm. Pour une distribution carrée, cette distance est raccourcie à z =
zc ' 2.7 cm. Dans les deux cas, le processus d’auto-focalisation est sou-
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tenu par l’amplification des pics de fluence intialement les plus élevés
et qui créent un bain optique turbulent alimenté par des filaments mul-
tiples sur quelques cm de silice. Près de la distance d’auto-focalisation,
seul un petit nombre (≤ 5) de filaments participe à la divergence du
faisceau. Les modulations de phase et d’amplitude conservent la puis-
sance de l’onde de pompe de type "onde plane" et maintiennent l’onde
rétrodiffusée à un niveau négligeable [I2 (0) = 10−5 GW/cm2].
Un résultat important est montré par les courbes rouges de la
figure 3.9(a). Ces courbes, presque parfaitement surperposées aux im-
pulsions LIL avec AM et DF, correspondent aux mêmes simulations
pour lesquelles les non-linéarités Brillouin ont été réduites à zéro dans
le code et les profils de puissance et de phase sont "idéaux". Nous pou-
vons constater que la dynamique d’auto-focalisation reste inchangée
et le foyer non-linéaire zc est identique, comparé à une impulsion LIL
incluant toutes ses fluctuations temporelles (courbes bleues solides).
Ce résultat démontre l’efficacité des modulations de phase et d’am-
plitudes des impulsions LIL vis-à-vis de la rétrodiffusion Brillouin en
régime d’auto-focalisation forte.
Dans la figure 3.9(b), les courbes brisées représentent l’intensité
maximale atteinte, à partir du système SBS complet, par des impul-
sions de type "onde plane" dépourvues des modulations AM et de
la dispersion DF dans les profils de puissance et de phase incidents.
On peut constater que le faisceau collapse beaucoup plus tôt et pro-
duit une onde Stokes de forte intensité de manière analogue au scé-
nario commenté en figure 3.8 : un profil de puissance homogène de
5 ns, sans modulations en amplitude rapides, favorise l’amplification
d’une onde Stokes. Par comparaison, la figure 3.9(c) montre la phase
d’amplification des filaments dans le plan (x, y) pour le motif pério-
dique avec les modulations d’amplitude à z = 4.33 cm. La figure
3.9(d) détaille son profil d’intensité en temps, où les modulations sont
amplifiées et forment un train d’impulsions picosecondes, inhibant la
croissance de l’onde Stokes. La figure 3.9(e), au contraire, montre de
nouveau qu’un profil de puissance non modulé par des trains picose-
condes développe des évènements de collapse dans la partie arrière
de l’impulsion, le long de laquelle des composantes Stokes peuvent
être efficacement produites [Fig. 3.9(f)]. On notera le développement
de modulations longues, nanosecondes, propices à l’émission de com-
posantes Stokes à z = 2.54 cm. Pour des intensités initiales comprises
entre 10 et 14 GW/cm2 (incluant leur valeur maximale portée par les
points chauds), l’analyse publié en Réf. [85] recommande, pour sup-
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FIGURE 3.9 – (a) Intensité maximale d’un faisceau LIL périodisé sur
2 mm × 2 mm (courbes foncées) et la même distribution sur sup-
port carré (courbes claires). Les courbes vertes représentent l’intensité
maximale de l’onde Stokes. Courbes bleues solides : configuration SBS
avec AM et DF. Les courbes rouges en tirets (superposées aux courbes
bleues) représentent les mêmes cas de figures sans SBS et avec un profil
de puissance idéal non modulé. (b) Intensité maximale d’un faisceau
LIL périodisé sur 2 mm × 2 mm dans une configuration SBS complète
avec profil de puissance idéal. (c) Profils d’intensité pompe en (x, y) à
z = 4.33 cm pour un faisceau périodique « onde plane » avec AM et
DF. (d) Profil associé dans le plan (x, t). (e) Profil d’intensité pompe ob-
tenu à z ≈ 2.54 cm à partir d’un profil de puissance idéal. (f) Intensité
Stokes associée.
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primer l’effet Brillouin par modulation de phase à 10 GW/cm2, une
largeur spectrale supérieure à 500 GHz, condition qui peut ne pas être
satisfaite ici. Dans le contexte présent, les modulations d’amplitude
permettent alors de compenser le déficit d’efficacité des modulations
de phase.
La dynamique non-linéaire incluant les modulations d’amplitude suf-
fisament rapides supprime donc la croissance de l’onde Stokes.
5 En-deçà du seuil de collapse
Les simulations réalisées avec le code SBS_3D_EXP confirment l’ef-
ficacité des modulations de phase et d’amplitude optées pour la LIL et
le LMJ. Celles-ci suppriment radicalement la rétrodiffusion Brillouin
dans toutes les configurations étudiées, y compris en cas de collapse
du faisceau pompe à l’intérieur de l’échantillon. Ces simulations ré-
vèlent en outre que les perturbations temporelles portées sur l’ampli-
tude du faisceau (modulation AM) et introduites par la dispersion de
la fibre (DF) participent à la suppression de l’effet Brillouin et évitent
une auto-focalisation prématurée de l’impulsion. Enfin, elle soulignent
l’influence de la forme spatiale du faisceau sur la dynamique de la fila-
mentation. Cette forme initiale est d’autant plus "dangereuse" vis-à-vis
des instabilités modulationnelles, que le faisceau présente des bords
francs, comme reporté antérieurement pour les milieux denses [59].
De façon générale, nos simulations montrent qu’un faisceau de type
LIL/LMJ, comportant des zones de surintensités excédant de 35% une
intensité moyenne de 10 GW/cm2, devraient se dégrader en filaments
multiples et générer des dommages au moins en face arrière du maté-
riau.
On peut donc se demander quelle est la dynamique développée
par des impulsions d’intensité plus faible se propageant dans un hu-
blots en configuration LIL. La réponse à cette question est résumée sur
la figure 3.10(a), pour un motif de faisceau occupant la totalité de la
boîte numérique (2 mm × 2 mm). Nous constatons qu’avec un fais-
ceau pompe de type "onde plane", la dynamique d’auto-focalisation
ne se développe pas sur 4.3 cm de silice, tant que l’intensité initiale
moyenne I0 reste inférieure à 9 GW/cm2 [Fig. 3.10(b)]. L’onde Stokes
excitée par effet Brillouin est efficacement inhibée avec une intensité
rétrodiffusée de I2 (z = 0) = 10−6 GW/cm2. Pour des intensités laser
incidentes moyennes aussi élevées que 10 GW/cm2, la modulation de
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phase et la modulation temporelle induite sur l’amplitude du faisceau
pompe continuent d’annihiler l’effet Brillouin, et cela même en régime
de collapse au sein de l’échantillon de silice. On notera que, pour une
fenêtre de verre plus courte (3.4 cm en configuration LMJ), l’intensité
laser en sortie d’échantillon reste inférieure à 3 fois l’intensité maxi-
male incidente.
Nous avons aussi simulé des configurations spatiales intermé-
diaires, par exemple supergaussiennes, se situant entre une distribu-
tion de type onde plane et un faisceau carré. Nous pensons en effet
instructif d’attribuer une distribution finie à un échantillon millimé-
trique d’un faisceau type LMJ qui, dans son utilisation courante, peut
localement présenter une région particulière de la tache focale ampli-
fiée sur sa surface globale de 30 cm× 30 cm. Le faisceau supergaussien
est élaboré en superposant le motif élémentaire avec une distribu-
tion de la forme exp
(−x10/w10 − y10/w10) pour un rayon transverse
w0 = 1 mm. Ce faisceau a la particularité de présenter des gradients
plus "doux" qu’un faisceau carré. On peut donc s’attendre à retarder
le processus d’auto-focalisation de l’onde de pompe par rapport à ce
dernier. Cette propriété est en effet vérifiée dans la figure 3.10(b), où
pour I0 = 7 GW/cm2 la dynamique d’auto-focalisation de l’onde de
pompe supergaussienne ne se développe pas au sein de l’échantillon
de silice. De nouveau, l’onde Stokes réfléchie est quasiment nulle avec
une intensité résiduelle de 10−6 GW/cm2. Pour une intensité pompe
augmentée à 10 GW/cm2, l’auto-focalisation de l’onde de pompe
reste comparable à la dynamique du motif onde plane (périodique)
et l’onde Stokes demeure de nouveau négligeable, en dépit d’un col-
lapse de la distribution laser proche de celui développé par un motif
périodique de même intensité. Ce résultat suggère qu’une distribution
localisée, présentant des gradients réalistes, recouvre les propriétés
essentielles des faisceaux périodisés.
La figure 3.11 détaille les régimes de turbulence optique dévelop-
pés par un motif périodique [Figs. 3.11(a,b,c)] et par une impulsion su-
pergaussienne [Figs. 3.11(d,e,f)]. Pour le motif périodique avec I0 = 10
GW/cm2, les figures 3.11(a) et 3.11(b) montrent que l’évolution de l’in-
tensité pompe à l’entrée de l’échantillon (z = 0) et près du point de col-
lapse dans le plan (x, y) [zc = 4.12 cm], reproduisant des figures de fi-
lamentation multiple analogues à celle développée en figure 3.9(c). Les
figures 3.11(e,f) montrent le comportement du profil supergaussien à
10 GW/cm2 à z ' 4.2 cm. Pour ce niveau d’intensité incidente, le fais-
ceau supergaussien s’auto-focalise de manière comparable à celle du
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faisceau "périodique". Cette observation valide le motif "onde plane"
comme profil représentatif du faisceau LIL au moins pour des petites
surfaces. On notera que, pour ces deux configurations de faisceau, les
évènements de collapse sont portés à l’arrière de l’impulsion par des
pics picosecondes initiés par les modulations d’amplitude rapides, qui
contribuent à prévenir la diffusion Brillouin [Figs. 3.11(c) et 3.11(f)].
FIGURE 3.10 – Intensités maximales d’un faisceau LIL (a) périodisé sur
une boîte numérique de 2 mm × 2 mm ; (b) supergaussien d’ordre 10.
Ces simulations confirment de nouveau qu’indépendamment
du faisceau considéré, les ondes Stokes induites par effet Brillouin
peuvent être complètement inhibées par les modulations de phase
et par les modulations d’amplitude incluant les fluctuations intro-
duites par la dispersion de la source fibrée. Ces simulations valident
les choix actés sur la base de faisceaux qui restent toutefois millimé-
triques. Elles montrent que la filamentation multiple d’impulsions
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FIGURE 3.11 – (a,b,c) Profils d’intensité en (x, y) du faisceau pompe
périodisé (« onde plane ») à (a) z = 0 et (b) z = 4.12 cm avec I0 = 10
GW/cm2. (c) Profil d’intensité de la même impulsion dans le plan (x, t)
à z = 4.12 cm. (d,e,f) Profil d’intensité en (x, y) pour une distribution
supergaussienne d’ordre 10 et d’intensité égale à 10 GW/cm2 à z = 0
et (e) z ≈ 4.2 cm. (f) Profils d’intensité dans la plan (x, t) de la même
distribution supergaussienne à la même distance.
LMJ peut être évitée en maintenant l’intensité moyenne du faisceau
pompe inférieure à 9 GW/cm2 dans un hublot de silice de 4.3 cm
d’épaisseur. En l’absence de rétrodiffusion Brillouin, ces conclusions
restent valables pour des hublots d’épaisseur plus réduite, c’est-à-dire
3.5 cm en configuration LMJ, pouvant tolérer jusqu’à 10 GW/cm2.
6 Conclusion
Les simulations numériques réalisées avec le code SBS_3D_EXP
spécialement adapté à des motifs récurrents de faisceaux LIL nous
ont permis de valider les configurations de faisceaux élaborées au
niveau du pilote laser pour supprimer la rétrodiffusion Brillouin sur
des épaisseurs de silice inférieures ou égales à 4.3 cm et des intensi-
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tés moyennes, hors fluctuations de 35 %, strictement inférieures à 10
GW/cm2.
L’inspection des donnés numériques a révélé l’importance de la
distribution temporelle de ces impulsions et en particulier des mo-
dulations d’amplitude, qui, loin d’être néfastes dans notre contexte,
contribuent avec les modulations de phase à maintenir des fluences
réfléchies à des niveaux négligeables, à amoindir les couplages onde
pompe/onde Stokes responsables d’instabilités modulationnelles
fortes, et à retarder au final la distance d’auto-focalisation du fais-
ceau pompe.
Un résultat important est la remarquable similitude entre la fila-
mentation induite par les profils d’impulsion LIL complets (modula-
tions de phase, d’amplitude et dispersion de la fibre) et celle dévelop-
pée par les mêmes impulsions propagées en l’absence d’effet Brillouin
avec un profil de puissance non-modulé. Ce résultat valide à nouveau
les conformations d’impulsions élaborées pour le LMJ afin d’éviter la
rétrodiffusion Brillouin.
La taille des faisceaux testés, pourvu qu’ils ne développent pas
de gradients trops forts, semble peu influencer la dynamique d’auto-
focalisation. Même répété sur des dimensions doublées, un motif de
faisceau donné ne modifie pas sa distance d’auto-focalisation. Nous
attribuons cette propriété au fait que seul un petit nombre de fila-
ments est amplifié à partir de germes, dont l’amplitude initiale reste
inchangée lors de la périodisation du motif. Il convient toutefois de
rappeler que les faisceaux plus larges devraient prendre en compte des
fréquences spatiales plus élevées et des surintensités plus étroites en
espace. Il n’est pas impossible que de telles surintensités contribuent à
accélérer le processus de collapse à une intensité moyenne donnée.
Enfin, l’inclusion d’une réponse plasma dynamique devraient per-
mettre d’améliorer nos modèles numériques. Celle-ci peut altérer la
localisation précise du foyer non-linéaire et est nécessaire pour assu-
rer la transition avec la physique de l’endommagement. Pour des in-
tensités laser excédant la dizaine de TW/cm2, il est en effet nécessaire
de traiter la génération de plasma qui précède l’endommagement, ce
qui requiert de disposer d’un maillage suffisamment lourd ignoré ici,
typiquement 256×256×16384 points en (x, y, z) pour des faisceaux de
tailles submillimétriques.
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–This result is too beautiful to be false ; it is more important to have
beauty in one’s equation than to have them fit experiment.
Paul Dirac (1902- 1984)
4
Dynamique de couplage entre la
filamentation Kerr - la
rétrodiffusion Brillouin stimulée
et la génération de plasma
Dans ce chapitre, nous présentons des résultats théoriques et nu-
mériques sur la filamentation d’impulsions nanosecondes opérant
dans l’ultraviolet et l’infrarouge. L’action d’une réponse plasma insta-
tionnaire sur l’évolution de deux ondes en contre-propagation, ampli-
fiées par l’auto-focalisation Kerr et la rétrodiffusion Brillouin, est plus
particulièrement étudiée. Dans une configuration à une onde, une ana-
lyse variationnelle reproduit les caractéristiques globales d’un équi-
libre quasi-stationnaire entre auto-focalisation Kerr et défocalisation
plasma. Cependant, cet équilibre cesse pour faire place à des instabili-
tés modulationnelles, qui cassent le profil en temps de l’impulsion sur
des durées de l’ordre du temps de recombinaison électronique. Avec
effet Brillouin, nous rapportons des instabilités identiques. Celles-ci
produisent une forte contribution plasma près de la face d’entrée du
matériau. Des modulations de phase supprimant la rétrodiffusion
Brillouin permettent alors d’inhiber les instabilités plasma. La robus-
tesse de ces modulations de phase est enfin testée en présence d’un
bruit aléatoire dans le profil de l’impulsion laser.
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1 Introduction
La rétrodiffusion Brillouin stimulée intervient dans de nombreuses
configurations optiques, par exemple les dispositifs à base de silice
déployés dans les systèmes laser de haute puissance [21, 95], les fibres
optiques [64] ou encore les nanomatériaux [70]. Ce phénomène non-
linéaire joue également un rôle important dans le cadre de la diffusion
Rayleigh-Bragg stimulée [60], le stockage optique [133] et la propaga-
tion de la « lumière lente » [71, 100, 107].
Découverte au milieu des années 60, la rétrodiffusion Brillouin stimu-
lée a été abondamment étudiée. Cependant, la plupart des travaux
menés ont toujours fait l’hypothèse que l’intensité de l’impulsion laser
ne dépassait pas une intensité relativement faible (5 - 10 GW/cm2)
et n’était pas sujette à l’auto-focalisation par effet Kerr. Dans le cas
contraire, une réponse à cette problématique a été présentée par Mau-
ger et al. dans les Réfs. [84–87]. Ces auteurs ont mis en évidence
numériquement qu’une impulsion pompe suffisamment large spec-
tralement permet de supprimer la rétrodiffusion Brillouin stimulée
en régime d’auto-focalisation de l’onde de pompe, même si celle-ci
atteint des intensités de quelques TW/cm2 (cf. aussi Chapitre 3).
À ces très hautes intensités, la saturation de l’auto-focalisation Kerr
par une réponse plasma devient essentielle, puisque la dynamique
de filamentation conduit les ondes pompe et Stokes à atteindre des
niveaux d’intensité proches des seuils d’ionisation. Dans ce contexte,
Mauger et al. [86, 87] ont proposé un modèle stationnaire inspiré de la
Réf. [114], où la réponse plasma agit comme une non-linéarité instan-
tanée d’ordre élevé relative à une absorption multiphotonique station-
naire. Ce modèle a été étudié aux moyens de simulations numériques
intensives effectuées sur des processeurs graphiques (GPUs). Celles-ci
ont démontré que les ondes pompe et Stokes peuvent aisément at-
teindre 10-15 TW/cm2 sans génération de plasma (« collapse pur ») et
6-8 TW/cm2 en tenant compte de cette réponse plasma stationnaire.
Ces simulations ont été réalisées avec un maillage numérique impor-
tant, jusqu’à 512× 512× 8192 points dans l’espace (x,y,z) [88].
Certains travaux menés à l’Université d’Arizona [98], néanmoins, ont
été dédiés à la filamentation d’impulsions laser nanosecondes opérant
dans l’ultraviolet et, à leur saturation par une réponse plasma instation-
naire dans les gaz. Ces études ont montré la possibilité d’auto-guider
des impulsions longues sur des distances supérieures à la longueur de
Rayleigh à travers la génération de filaments, conséquence de l’équi-
libre entre l’auto-focalisation Kerr et la défocalisation du plasma (voir
Chapitre 2). Toutefois, de telles configurations de propagation ne sont
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pas stables et sont sujettes à des instabilités modulationnelles qui
conduisent inexorablement à une fragmentation temporelle de l’im-
pulsion laser et déclenchent des évènement de collapse sur des durées
de l’ordre de la picoseconde.
Pour la tenue des optiques aux hautes puissances laser, la dynamique
de propagation non-linéaire de telles impulsions dans les milieux
solides 3D doit prendre en compte l’ionisation et la production de
plasma. Comme montré en Réf. [98], le caractère dynamique de la
réponse plasma peut provoquer de fortes instabilités qui conduisent
l’onde laser à s’auto-focaliser prématurement. Initialement mises à
jour pour des impulsions longues UV se propageant dans l’air, elles
pourraient aussi être rencontrées dans les matériaux diélectriques.
Une autre question connexe est celle de l’endommagement amorcé
par la formation de plasma. Eviter l’endommagement laser des di-
électriques est, comme rappelé dans les chapitres précédents, un point
dur technologique puisque les dommages optiques naissent en gé-
néral une fois que le seuil d’ionisation en intensité a été dépassé.
Pour prévenir les dommages occasionnés en entrée du matériau par
rétrodiffusion Brillouin, des impulsions de grande largeur spectrale
peuvent être considérées [15,16,77,125]. Comme rappelé dans le Cha-
pitre 3 la largeur spectrale nécessaire varie avec l’intensité initiale (ou
la puissance initiale) et la longueur d’onde de l’impulsion laser. À ce
stade, la question qui reste en suspens est celle de savoir si ce principe
est encore efficace en présence d’une réponse plasma dynamique du
matériau.
Dans ce chapitre, nous nous attachons dans un premier temps à l’étude
de la dynamique de propagation dans la silice d’une impulsion opé-
rant dans l’ultraviolet et de durée égale ou supérieure à 1 ns FWHM.
Après avoir discuté certaines contraintes de résolution numérique,
nous démontrons qu’une impulsion nanoseconde qui n’est pas sujette
initialement à des pertubations filamente sur quelques cm de propa-
gation avec une réponse plasma dont les principaux effets peuvent
être déduits à partir d’un simple modèle variationnel.
Une fois cet intervalle de propagation franchi, des instabilités prennent
place sur de petites échelles en temps et cassent le profil de l’impul-
sion de manière comparable à la Réf. [98]. Ces instabilités plasma
s’établissent sur des temps de l’ordre de la recombinaison électro-
nique ∼ 150 fs, et sont décrites au moyen d’une analyse de type ondes
planes. Ensuite notre analyse prend en compte la présence d’une onde
Stokes produite à partir du mécanisme de diffusion Brillouin. Nous
observons une croissance forte de l’indice de réfraction du matériau
associée au plasma généré par des composantes Stokes intenses à
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l’entrée du matériau. Cette croissance conduit en retour à de l’in-
stabilité modulationelle de l’onde de pompe. Pour circonvenir ces
instabilités, des modulations de phase sont appliquées dans le profil
de l’impulsion pompe afin de supprimer la composante Stokes rétro-
diffusée. Nous montrons que de telles modulations, choisies de façon
appropriée, peuvent inhiber la diffusion Brillouin de même que les
instabilités plasma affectant l’onde de pompe. Ces propriétés sont re-
trouvées pour des impulsions pompe opérant dans l’infrarouge. Enfin,
nous testons la robustesse de ces modulations de phase en présence de
fluctuations aléatoires appliquées dans le profil de l’onde de pompe
laser.
2 Dynamique de couplage à une onde
Dans cette section, nous étudions la propagation non-linéaire d’une
impulsion mono-mode de durée nanoseconde afin d’« étalonner » la
réponse plasma dynamique du matériau. Pour cette étude, nous tra-
vaillons dans l’ultraviolet à la longueur d’onde λ0 = 355 nm.
2.1 «Benchmarking » de la réponse plasma
Comme souligné dans les Réfs. [88, 98], il est fondamendal de dis-
poser d’une résolution suffisante pour décrire correctement les crois-
sances en intensité dues à l’auto-focalisation par effet Kerr et le déve-
loppement d’instabilités potentielles qui prennent place sur des petites
échelles spatio-temporelles. Notre étude commence donc par détermi-
ner les ordres de grandeur des densités plasma et des intensités seuil
que nous espérons obtenir pour des impulsions nanosecondes. Pour
atteindre des seuils d’ionisation corrects, nous commençons par consi-
dérer un faisceau mono-mode dont nous simulons la propagation avec
deux codes différents, à savoir la version à symétrie radiale du code
UPPE et le code SBS_3D (voir Chapitre 2). Nos résultats concernent
des impulsions laser de petite taille transverse comprise entre w0 = 15
µm et w0 = 60 µm pour une puissance initiale P1(0) = 1.873Pcr ≈ 2Pcr
et P1(0) = 4Pcr, respectivement. L’épaisseur de l’échantillon varie donc
en proportion, de L = 1.5 cm à L = 2.5 cm.
La difficulté majeure à laquelle nous sommes confrontés est en effet
celle de simuler des impulsions de durée nanoseconde, alors qu’il est
nécessaire de disposer d’une résolution temporelle de l’ordre de la
femtoseconde pour décrire correctement l’émergence d’un front d’io-
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nisation dans le matériau. La Figure 4.1 montre l’intensité maximale
ainsi que la densité de plasma maximale pour différentes résolutions
fixées en fonction de la taille de l’impulsion considérée. La contrainte
majeure lorsque l’on utilise le code SBS_3D est le compromis à trou-
ver entre le volume de la boîte numérique et le temps de calcul. Nous
avons décidé de limiter nos simulations sur une semaine de calculs
avec 128 processeurs ou sur un mois pour les calculs les plus lourds
gérés par 256 processeurs. Le nombre de points dans la direction de
propagation z est fixé à 16384 points (c’est la borne inférieure néces-
saire pour atteindre des pas longitudinaux submicrométriques et des
pas temporels de l’ordre de la femtoseconde), tandis que le nombre de
points dans le plan transverse (x, y) est limité à 256.
Nous intégrons des faisceaux gaussiens en espace et supergaussiens
en temps de la forme
I1(0) =
√
2P1(0)
piw20
e
− x2+y2
w20
− t2N
t2Np , (4.1)
avec N = 2 ; w0, tp sont les rayons transverses et en temps à 1/e2 de
l’intensité et P1(0) est la puissance de l’impulsion incidente. Pour un
faisceau gaussien de taille w0 = 15 µm et de durée tp = 1 ns, la résolu-
tion transverse est donnée par ∆x = ∆y = 0.93 µm, alors que ∆t ' 0.75
fs (tp = 0.5 ns) et ∆z est maintenu au voisinage de 0.1 µm aussi bien
dans le code UPPE que dans le code SBS_3D.
Pour un faisceau de taille double, w0 = 30 µm, la résolution accessible
avec SBS_3D est ∆x = ∆y = 1.87 µm, alors que ∆t ' 4.5 fs (tp = 2 ns)
et ∆z = 0.9 µm.
Pour des faisceaux de plus grande taille, w0 = 60 µm, la résolution
transverse optimale est ∆x = ∆y = 0.93 µm, mais celle en z et en temps
varie significativement entre les deux codes : ∆t ' 0.72 fs (tp = 0.5
ns) et ∆zmin = 0.03 µm avec le code UPPE et ∆t ' 10 fs (tp = 0.5 ns)
et ∆z = 2 µm avec le code SBS_3D. Les pas en temps et en z plus
grossiers peuvent limiter la description de la réponse plasma. Ces pas
restent toutefois 3 fois plus petits que ceux exploités en Réf. [88].
Nous commentons ci-dessous les résultats obtenus pour des impul-
sions qui ne sont pas initialement perturbées. L’intensité maximale,
montrée dans la Fig. 4.1 atteint des niveaux compris entre 6 ≤ IMax ≤ 9
TW/cm2 et la densité plasma correspondante appartient à l’intervalle
2× 1019 ≤ ρMax ≤ 6× 1019 cm−3 tant que z ≤ 1.9 cm. La meilleure
résolution est donnée par le code UPPE radial. Cependant, les codes
UPPE et SBS_3D fournissent des résultats globalement comparables
[Figs. 4.1(a,b)], excepté pour le faisceau de taille w0 = 30 µm, pour
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lequel la durée de l’impulsion, plus étendue (tp = 2 ns), rend la sa-
turation plasma plus sensible à la résolution choisie. Notons que les
niveaux d’intensité sont plus grands avec le code UPPE, étant donnée
que le pas longitudinal ∆z s’ajuste automatiquement avec l’accroisse-
ment des non-linéarités, ce qui n’est pas le cas pour le code SBS_3D.
Les figures 4.1(c,d) montrent aussi les résultats pour un faisceau de
taille w0 = 15 µm, pour lequel nous évaluons l’influence de la disper-
sion chromatique et différents modèles d’ionisation. Dans la courbe en
tirets, le modèle d’ionisation multiphonique retenu dans l’Éq. (2.85) a
été remplacé par le taux d’ionisation de Keldysh pour les cristaux [66],
qui prend en compte l’ionisation par effet tunnel. Les mêmes simu-
lations ont en outre été refaites en incorporant la dispersion chroma-
tique avec les coefficients k(2) = 1169 fs2/cm et k(3) = 348 fs3/cm,
pour la dispersion de la vitesse de groupe (GVD) et la dispersion du
troisème ordre (TOD), respectivement (voir annexe B). Etant donné
que les courbes sont confondues, nous pouvons en déduire que la dis-
persion n’a pas d’influence sur la propagation laser dans ce régime.
En outre, le passage de l’ionisation par effet multiphotonique en ré-
gime tunnel influence peu les niveaux d’intensité optique et plasma.
La prise en compte de l’ionisation par effet tunnel équivaut à abais-
ser la probabilité d’ionisation par rapport à la loi MPI, et donc permet
d’atteindre des niveaux d’intensité légèrement plus élevés en régime
de filamentation. Aussi, nous observons que, pour z . 2 cm, i.e., avant
le développement des instabilités, le code SBS décrit fidèlement les ca-
ractéristiques du régime de filamentation déduites à partir du code
UPPE. De plus, en présence d’une réponse plasma stationnaire (∂tρ =
0), l’auto-guidage de l’impulsion n’évolue pas dans ce régime.
Cependant, dans le cas w0 = 60 µm, une instabilité s’établit à partir
de 2 cm de propagation. L’évolution de l’impulsion laser décrite par le
code SBS_3D suit celle prédite par le code UPPE. Après une étape de
couplage plasma quasi-stationnaire, le faisceau laser atteint des inten-
sités très élevées qui signalent l’émergence potentielle d’instabilités.
Ces instabilités naissent dès qu’une petite perturbation en amplitude
e = 5× 10−4 (courbe violette dans la Fig. 4.1) est appliquée ou lorsque
l’intensité initiale est assez élevée, e.g., 80 TW/cm2 (courbe rose dans
la Fig. 4.1). Elle est dans ce cas juste induite par le bruit numérique lo-
cal. Pour le moment, nous gardons à l’esprit que la résolution utilisée
dans le code SBS_3D, dès lors qu’elle permet d’obtenir des compor-
tements comparables à ceux fournis par le code UPPE, est suffisante
pour décrire l’intensité en régime de filamentation ainsi que la densité
d’électrons générée.
La figure 4.2 détaille la dynamique du champ optique dans le plan
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FIGURE 4.1 – Intensité maximale d’une impulsion de longueur d’onde
λ0 = 355 nm en fonction de z. Les courbes noires et colorées décrivent
les résultats obtenus à partir des codes UPPE et SBS_3D, respective-
ment. Différents paramètres d’entrée sont considérés : (a) w0 = 30
µm, tp = 2 ns pour une impulsion gaussienne (I0 = 50 GW/cm2,
courbes en pointillés) ; w0 = 60 µm, tp = 0.5 ns pour une impul-
sion supergaussienne (I0 = 26.7 GW/cm2) non perturbée pour le cal-
cul UPPE et perturbée en amplitude par un bruit aléatoire d’ampli-
tude e = 5× 10−4 (courbe violette) ou avec une intensité plus élevée
I0 = 80 GW/cm2 sans pertubation initiale (courbe pleine rose) pour
le calcul SBS_3D. Les courbes bleues en tirets représentent un plasma
stationnaire pour l’intensité initiale I0 = 26.7 GW/cm2. (b) Densités
plasma correspondantes. (c) Intensité maximale pour w0 = 15 µm et
tp = 0.5 ns en fonction de z. Les courbes rouges (bleues) considèrent
une réponse plasma dynamique (respectivement, stationnaire) [calculs
SBS_3D]. Les courbes en tirets représentent les solutions des Éqs. (2.82)
- (2.85) lorsque le taux d’ionisation de Keldysh est utilisé. Les courbes
noires incluent la dispersion chromatique (GVD+TOD) qui est prise
en compte dans l’Éq. (2.194). Ces courbes sont confondues avec les
solutions sans dispersion (calculs UPPE). (d) Densités plasma corres-
pondantes.
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(z, t) [Fig. 4.2(a)] et la distribution temporelle de l’intensité (courbe
pleine) et de la densité plasma (courbe en tirets) [Fig. 4.2(b)] déduite du
code UPPE pour un faisceau de taille w0 = 15 µm. Lorsque l’impul-
sion laser atteint l’extrémité de l’échantillon, les profils temporels de
l’intensité et de la densité plasma intialement supergaussiens forment
deux pics symétriques évoluant séparément l’un de l’autre selon une
parabole. L’intensité maximale atteinte vaut 6.5 TW/cm2 et la densité
d’électrons est évaluée à 2.5× 1019 cm−3 [Fig. 4.2(b)]. Les Figs. 4.2(c)
et 4.2(d) confirment que nous obtenons des dynamiques comparables
en utilisant le code SBS_3D. Les différences relevées dans les densi-
tés s’expliquent par une résolution graphique moindre dans le code
SBS_3D. En effet, la résolution graphique employée pour les simula-
tions réalisées avec ce code (∆t ≤ 10 fs pour une fenêtre temporelle ≥
3 ns) nous obligera en général à présenter des profils spatio-temporels
parfois sous-résolus. Cette résolution graphique est 104 × ∆t = 7.2 ps
pour un faisceau laser de taille w0 = 15 µm et 103 × ∆t = 7.5 ps pour
un faisceau laser de taille w0 = 60 µm.
FIGURE 4.2 – (a) Intensité axiale (r = 0) dans le plan (z, t). (b) Distri-
bution temporelle du profil d’intensité (courbe pleine) et de la densité
électronique (courbe en tirets) à z = 0.25 cm pour une impulsion su-
pergaussienne (w0 = 15 µm, P1(0) = 1.873Pcr) décrite avec le code
UPPE. Distribution temporelle de (c) l’intensité et (d) la densité élec-
tronique calculée à la même distance z = 0.25 cm à partir du code
SBS_3D.
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La figure 4.3 détaille l’évolution de l’intensité pompe [Figs. 4.3(a)-
(f)] et de la densité plasma [Figs. 4.3(g)-(i)] à différentes distances de
propagation pour le faisceau de taille initiale w0 = 15 µm. La distri-
bution en temps de l’impulsion laser est une supergaussienne, qui se
déforme à mesure que le faisceau s’auto-focalise dans le matériau. À
z = 0.18 cm, le faisceau s’est focalisé et à z = 0.2 cm nous obser-
vons que deux pics apparaissent en temps à l’intensité maximale. No-
tons que la distance d’auto-focalisation est retrouvée avec une marge
d’erreur de 10% lorsqu’on utilise la formule de Marburger qui permet
d’obtenir zc = 0.22 cm. À z = 0.25 cm, ces pics s’écartent l’un de l’autre
en temps aux distances z croissantes. Ce comportement marque la si-
gnature d’un équilibre entre l’auto-focalisation Kerr et la génération
de plasma, comme cela sera justifié ci-dessous. La densité d’électrons
est essentiellement dictée par l’intensité de l’impulsion laser (ρ ∝ IK)
et donc la densité plasma suit une dynamique spatio-temporelle com-
parable [Figs. 4.3(g)-(i)]. Le profil de densité ρ(r =
√
x2 + y2, t) a une
étendue spatiale plus petite (ρ ∼ e−2Kr2/w2f il ) que celle du filament op-
tique [Figs. 4.2(c,d)]. Typiquement, le diamètre du filament est φp '
2.44 µm, alors que celui du pic plasma est évalué à 1.41 µm, i.e., divisé
environ par
√
K. En temps, ce même pic plasma est abaissé sur des
échelles temporelles très courtes (ρ ∼ e−t/τrec) à cause de la recombi-
naison électronique.
2.2 Analyse variationnelle
Ici, nous utilisons une approche variationnelle [12, 13, 25] afin
d’analyser les caractéristiques précédentes. Par souci de simplicité,
nous retournons au système adimensionné (2.90) et (2.91) du Cha-
pitre 2. En absence de rétrodiffusion Brillouin stimulée, l’enveloppe
de l’impulsion laser est décrite par l’équation de Schrödinger non-
linéaire étendue pour le champ adimensionné U :
i∂zU +∇2⊥U + |ψ|2U − ρU + iν|U|2(K−1)U = 0. (4.2)
Lorsque le champ laser collapse à une distance finie zc, U tend vers le
mode de Townes R qui satisfait l’équation non-linéaire suivante :
− R + r−1∂rr∂rR + R3 = 0. (4.3)
Plus précisément, le comportement auto-similaire de U au voisinage
de la distance zc adopte la forme suivante :
U →z→zc ψs =
R( rL(z,t))
L(z, t)
exp (i
∫ t
0
du
L2(u, t)
+ i
Lz(z, t)
4L(z, t)
r2) (4.4)
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FIGURE 4.3 – (a-c) Évolution temporelle de l’intensité à différentes dis-
tances z calculée à partir du code UPPE. Distribution spatio-temporelle
(d-f) de l’intensité et (g-i) de la densité d’électrons calculée avec le code
SBS_3D aux mêmes distances longitudinales z pour w0 = 15 µm.
où L(z, t) désigne la taille transverse du faisceau qui tend vers zéro
lorsque z → zc [10, 23, 28, 53]. En présence d’absorption multipho-
tonique, la solution variationnelle doit être complètée par un facteur
multiplicatif [
√
J(z, t)ψs], où J(z, t) décrit les pertes de puissance dues
à la dissipation plasma telle que :
J(z = 0, t) =
Pin
Pcr
e−2t
2N
, Pin ≡ P1(0). (4.5)
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En répétant les calculs de la Réf. [25], on obtient en insérant (4.4) et
(4.5) dans l’Éq. (4.2) le système dynamique suivant
M
4Pc
L3∂2z L = 1− J −
L2
2Pc
∫
R2ξ∂ξρd~ξ, (4.6)
Jz
J
' −2ν J
K−1
L2(K−1)
∫
R2Kd~ξ
Pc
, (4.7)
où Pc ≡
∫
R2d~ξ ' 11.7 est la puissance critique d’auto-focalisation en
unités normalisées, M ≡ ∫ ξ2R2d~ξ, et ~ξ ≡~r/L(z, t) est la variable spa-
tiale auto-similaire. Par commodité technique, nous appliquons l’hy-
pothèse de stationnarité de la réponse plasma (le comportement dyna-
mique reste inchangé au premiers instants de la propagation de l’im-
pulsion laser), ainsi ρ = Γ|ψ|2K avec Γ → τrectp Γ comparé à la définition
donnée dans l’Éq. 2.93. Le système variationnel (4.6) et (4.7) se réduit
alors à (cf. Appendice E) :
M
4Pc
L3∂2z L = 1− J + C
JK
L2(K−1)
, (4.8)
∂z ln J ' −2νA J
K−1
L2(K−1)
, (4.9)
où C = KΓ
∫
R2(K+1)d~ξ/[(K + 1)Pc] et A =
∫
R2Kd~ξ/Pc ∼ 2K. La
première équation traduit l’annulation de L(z, t) lorsque la puissance
de l’impulsion laser est surcritique (P ≥ Pcr). La seconde équation re-
flète la perte de puissance par absorption multiphotonique. Lorsque la
diffraction est négligée, l’effet de ces pertes est de faire décroître l’in-
tensité I ≡ I1 comme
Iz = −β(K) IK, (4.10)
dont une solution immédiate s’écrit
I(z) =
I(0)
[1+ (K− 1)β(K) IK−1(0)z] 1K−1
. (4.11)
Approche quasi-stationnaire
À partir de l’expression (4.11) , il est aisé de déduire, avec la table
2.2, que l’absorption multiphotonique à la longueur d’onde λ0 = 355
nm est négligeable pour des intensités limitées à ∼ 200 GW/cm2, qui
conduisent à des pertes minimes, Iz/I ∼ β(3) I20 ∼ 10−2 cm−1. Dans ce
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cas, nous établissons directement l’intégrale du mouvement à partir
de l’Éq. (4.8) :
M
4Pc
L2z =
J − 1
L2
− CJ
K
KL2K
+ const. (4.12)
La compétition entre l’effet Kerr et l’ionisation multiphonique MPI se
traduit par la loi de conservation :
E(z, t) =
1
2
[
∂L
∂z
]2 +Π(L) = E(0, t), (4.13)
Π(L) = (
1− J
L2
+
CJK
KL2K
)
2Pc
M
, (4.14)
qui décrit le mouvement d’une particule évoluant dans un potentiel
Π(L) avec les conditions aux limites Π(L) → +∞ quand L → 0 et
Π(L) → 0 lorsque L → +∞. Le potentiel Π(L) décroît de manière
monotone quand J(0, t) < 1 et il possède un minimum global quand
J(0, t) > 1, i.e., lorsque t est compris entre −t∗ < t < t∗ où t∗ =
(ln
√
Pin/Pcr)1/2N. Ce minimum est atteint à la largeur d’équilibre du
faisceau L ≡ Leq obtenue en résolvant ddLΠ(L) = 0, soit
Leq = [CJK/(J − 1)]1/2(K−1). (4.15)
Avec |ψeq|2 ≡ J/L2eq, nous obtenons l’intensité variationnelle à l’équi-
libre Kerr-MPI :
|ψeq|2
|ψ0|2 =
[
1− Pcr
Pin
e2t
2N
]1/(K−1)
, (4.16)
où ψ0 désigne une constante de normalisation.
En utilisant la table 2.2 pour K = 3 (λ0 = 355 nm), nous obtenons
la valeur des paramètres suivants M/Pc = 1.18 [53], C = 16.125Γ,
Γ = 6.345 × 10−18 w−40 [cm] et ν = 1.857 × 10−10 w−20 [cm]. En l’ab-
sence de pertes MPA, nous avons ν = 0 et J(z, t) = J(0, t). L’équa-
tion (4.16) indique alors que l’équilibre entre l’effet Kerr et l’ionisa-
tion multiphotonique s’établit selon des paraboles en temps, résultant
d’une séparation symétrique de l’impulsion laser en deux pics qui évo-
luent de façon disjointe l’un de l’autre à mesure que z augmente. La
figure 4.4 reproduit quantitativement ce phénomène en représentant les
courbes correspondant à Leq et |ψeq|2. La localisation de l’impulsion
laser auto-focalisée explique sa distribution dans le plan (z, t) de la
Fig. 4.2(a). Avec une puissance de 1.873Pcr pour une faisceau laser
de taille w0 = 15 µm, nous trouvons en effet en unités physiques
t∗ = 0.75 × tp ' 0.37 ns pour un faisceau supergaussien d’ordre 2,
en accord raisonnable avec la Fig. 4.2(a) (tp = 0.5 ns). Pour un rapport
de puissance égal à 4, nous trouvons t∗ = 0.92× tp ' 0.46 ns, qui est
de nouveau en bon accord avec la Fig. 4.5.
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FIGURE 4.4 – Tracé des intensités et des tailles d’équilibre variatio-
nelles, |Ψeq/Ψ0|2 et Leq, en fonction du temps normalisé à tp pour (a-b)
w0 = 15 µm, Pin/Pcr = 1.873 et (c,d) w0 = 60 µm, Pin/Pcr = 4. Les ré-
sultats se déduisent de l’intégration numérique des Éqs. (4.8) et (4.9).
Approche dynamique
Une fois le premier évènement de focalisation-défocalisation réalisé,
l’onde de pompe subit une perte d’énergie par absorption multipho-
tonique. Nous nous attendons à ce que la puissance de l’impulsion
laser montre une décroissance en forme de saut (Js ∝ −1/L2K−2),
correspondant à une rapide annulation de L(z,t) près de z = zc. En
intégrant le système dynamique complet Éqs. (4.8) et (4.9), cette ten-
dance est confirmée. La figure 4.5 montre les résultats obtenus par
la méthode variationnelle pour le faisceau laser large (w0 = 60 µm),
de puissance initiale Pin = 4Pcr en utilisant le code UPPE. Comme
mentionné précédemment, nous trouvons de nouveau une structure
parabolique décrivant l’équilibre entre l’auto-focalisation Kerr et la gé-
nération de plasma [Fig. 4.5(a)]. Dans cette configuration impliquant
un rapport de puissance plus important, nous observons davantage
de cycles de focalisation-défocalisation. Leur signature se retrouve
dans le profil de puissance en sortie de l’onde de pompe calculé à par-
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tir du code SBS_3D sur 3 cm de propagation [voir insert de la figure
4.5(a)]. À des instant fixés, e.g., t = 0, des taches très intenses signalent
trois évènements de focalisation Kerr et de défocalisation plasma [Fig.
4.5(b)] correspondant aux trois paraboles formées dans le plan (t, z)
de la Fig. 4.5(a), où le faisceau (filament) atteint son maximum de
compression spatiale. La première compression a lieu au voisinage
de la distance d’auto-focalisation zc = 1.39 cm, qui est en accord avec
l’évaluation calculée à partir de la relation de Marburger zc ' 1.5
cm. Les figures 4.5(c,d) détaillent les pertes en énergie et les profils
de fluence [F(~r) =
∫
I(~r, t)dt] en fonction de la distance z. Comme
attendu, nous observons la diminution en sauts de l’énergie de l’im-
pulsion laser à chaque cycle d’équilibre entre l’auto-focalisation Kerr
et la génération de plasma. Cette perte d’énergie est la conséquence
de l’absorption multiphotonique, laquelle agit ici trois fois lorsque la
puissance initiale engagée dans le faisceau est suffisante pour résister
à plusieurs pertes par MPA (chaque évènement d’auto-focalisation
engendre une perte d’environ 10% de l’énergie de l’onde de pompe).
La figure 4.5(d) montre les mêmes informations déduites des Éqs. (4.8)
et (4.9). Elle reproduit les trois décroissances d’énergie liées aux trois
cycles de focalisation-défocalisation. Notons que les distances d’auto-
focalisation et la valeur des pertes d’énergie diffèrent quantitative-
ment de celles obtenues directement à partir du code UPPE. Ces dif-
férences sont dues aux limitations de la méthode variationnelle, qui
préserve toujours un profil gaussien en espace et supergaussien en
temps. Il est évident que le profil de l’impulsion laser cesse d’être en
accord avec une telle forme de faisceau après le premier évènement
d’auto-focalisation. Cependant, comme montré dans la Fig. 4.5(d), les
principales caractéristiques de la dynamique de propagation en ré-
gime nanoseconde sont reproduites correctement par notre méthode
variationnelle.
2.3 Les instabilités plasma
Dans la figure 4.1, nous pouvons observer que l’intensité d’un fais-
ceau laser de taille w0 = 60 µm passe d’une intensité seuil IMax ∼ 7
TW/cm2 après auto-focalisation vers de plus grandes valeurs à partir
de z ≥ 2.7 cm. Ce fait est confirmé par le zoom de cette figure montré
dans la Fig. 4.6(a,b). Un comportement semblable est retrouvé dans les
simulations faites avec le code SBS_3D lorsqu’un bruit infinitésimal est
introduit dans le profil initial de l’impulsion ou en augmentant l’inten-
sité incidente suffisamment pour déclencher des modes perturbatifs
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FIGURE 4.5 – (a) Dynamique d’une impulsion supergaussienne (w0 =
60 µm, tp = 0.5 ns) dans le plan (z, t). (b) Distribution transverse (ra-
diale) de la fluence laser à l’instant t = 0 en fonction de z. (c) Évo-
lution de l’énergie et de la fluence (en r = 0) en fonction de z. Les
résultats obtenus ont été calculés à partir du code UPPE. Pour com-
paraison, l’insert de la Fig. 4.5 montre le profil de puissance en sortie
de l’impulsion fournie par le code SBS_3D sur 3 cm de propagation.
Les deux premières paraboles se matérialisent par deux pics hors axe
dans le profil de puissance. (d) Puissance « variationnelle » normali-
sée J(z)/J(0) à l’instant t = 0 et intensité correspondante J(z)/L2(z),
pour la même impulsion en fonction z. Les résultats sont obtenus en
résolvant numériquement les Éqs. (4.8) et (4.9).
sur de petites distances de propagation [voir courbe rouge et rose des
Figs. 4.1(a,b) et Figs. 4.7(a-c)].
Pour comprendre un tel comportement, nous avons développé une
analyse de type onde plane comparable à celle des Réfs. [45, 98]. En
retournant aux variables physiques, nous négligeons les pertes MPA
comme dans la Réf. [98] et considérons une solution onde-plane sta-
tionnaire de la forme Us = φeiΛz correspondant à la densité plasma
stationnaire ρs = τrecσKρnt IKs (Is ≡ |φ|2), conduisant donc à :
Λ =
n2ω0
c
Is − αIKs , α ≡
k0τrecρntσK
2n20ρc
. (4.17)
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Nous introduisons l’état pertubé [~r⊥ ≡ (x, y)] :
U(~r⊥, z, t) = Us(~r⊥, z) + u˜+(~r⊥, z)e−iΩt + u˜−(~r⊥, z)eiΩt, (4.18)
où la fréquence Ω est supposée réelle et |u˜+, u˜−|  |Us|. Ainsi, nous
obtenons
ρ(~r⊥, z, t) = ρs(~r⊥, z) + ρ+(~r⊥, z)e−iΩt + ρ−(~r⊥, z)eiΩt, (4.19)
où ρ− = ρ¯+ (la barre symbolise le complexe conjugué), puisque ρ est
une fonction réelle. On peut alors déduire facilement de l’Éq. (2.85)
ρ+ = KρntσK IK−1s
(u˜+U¯s + ¯˜u
−Us)
τ−1rec − iΩ
. (4.20)
En linéarisant l’Éq. (2.82) sans les pertes et où U2 = 0, nous obtenons
(4.21) et (4.22)
∂zu˜+ − ik′Ωu˜+ = i∇
2
⊥u˜
+
2k0
+ i
n2ω0
c
(U2s ¯˜u
− + 2Isu˜+)
− ik
2n20ρc
[ρsu˜+ + KρntσKUs IK−1s
(u˜+U¯s + ¯˜u−Us)
τ−1rec − iΩ
],
(4.21)
∂zu˜− + ik′Ωu˜− = i
∇2⊥u˜−
2k0
+ i
n2ω0
c
(U2s ¯˜u
+ + 2Isu˜−)
− ik
2n20ρc
[ρsu˜− + KρntσKUs IK−1s
(u˜−U¯s + ¯˜u+Us)
τ−1rec + iΩ
].
(4.22)
Nous considérons ensuite que φ est une fonction réelle et recherchons
des pertubations sous la forme u˜± = u±eiΛz, où u± oscille dans le
plan transverse avec le vecteur d’onde~k⊥, i.e., u± ∼ cos (~k⊥ ·~r⊥). Il en
résulte
∂zu+ − ik′Ωu+ = −i k
2
⊥
2k0
u+ + in2
ω0
c
Is(u¯− + u+)− iαKIKs
(u+ + u¯−)
1− iΩτrec ,
(4.23)
∂zu− + ik′Ωu− = −i k
2
⊥
2k0
u− + in2
ω0
c
Is(u¯+ + u−)− iαKIKs
(u− + u¯+)
1+ iΩτrec
.
(4.24)
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En combinant v = u+ + u¯− et w = u+ − u¯−, nous obtenons alors
[∂z − ik′Ω]v = −i k
2
⊥
2k0
w, (4.25)
[∂z − ik′Ω]w = i(2n2ω0c Is −
k2⊥
2k0
− 2αKI
K
s
1− iΩτrec )v, (4.26)
pour lequel les modes perturbatifs sont supposés croître selon la dis-
tance z avec un taux de croissance λ, i.e., v, w ∝ eλz. Après réarrange-
ment des Éqs. (4.25) et (4.26), nous déduisons
λ = Re[
k⊥√
2k0
√
2(
n2ω0
c
Is − αKI
K
s
1− iΩτrec )−
k2⊥
2k0
], (4.27)
ou encore
λ = Re[
k⊥√
2k0
√
2
ω0
c
(n2 Is − Kρs2n0ρc(1− iΩτrec) )−
k2⊥
2k0
]. (4.28)
FIGURE 4.6 – Zoom de l’intensité maximale de la Fig. 4.1(a) à partir de
la distance z = 2.6 cm. (b) Densité plasma correspondante.
Ce résultat est similaire à celui dérivé par Niday et al. [98]. L’origi-
nalité de notre analyse est que celle-ci s’applique à une équation source
plasma ayant une recombinaison électronique linéaire (∼ −ρ/τrec) et
non quadratique (−aρ2, avec a = const). Les figures 4.8(a,b) montrent
deux exemples du taux de croissance λ dans le plan (k⊥/
√
2k0,Ωτrec).
Pour des petites intensités (Is = 0.5 TW/cm2), la génération de plasma
est négligeable et les fluctuations temporelles dues à la dépendance en
Ω des perturbations ne jouent pas de rôle significatif. Ainsi nous pou-
vons retrouver le taux de croissance standard
λ ∼ k⊥
√
(2ω0n2/c)Is − k2⊥/2k0, (4.29)
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FIGURE 4.7 – (a-c) Profils d’intensité dans le plan (x, t) calculés avec
le code SBS_3D pour I0 = 26.7 GW/cm2 et un bruit aléatoire d’am-
plitude e = 10−5. (d-f) Densités plasma correspondantes. (g-i) Profils
d’intensité pour une intensité initiale I0 = 80 GW/cm2 à différentes
distances de propagation.
pour les instabilités modulationnelles transverses lorsque k⊥/
√
2k0
appartient à l’intervalle garantissant λ > 0 [32, 39]. Ce résultat s’ap-
plique à toutes les fréquences telles que 0 < Ω < +∞. Lorsque
l’intensité d’une impulsion est proche de sa valeur d’auto-focalisation,
i.e., Is ' 7 TW/cm2, l’action de la réponse plasma se manifeste par
une instabilité en temps qui est maximale autour de Ωτrec ' 1 pour
des nombres d’onde k⊥ élevés, c’est-à-dire k⊥/
√
2k0 ≥ 25− 30 [cm−1]
ou de façon équivalente lorsque la taille transverse de l’impulsion w⊥
devient proche de sa taille minimale correspondant à celle du filament.
Cette instabilité reflète le caractère fini de l’extension temporelle de la
réponse plasma, laquelle, a posteriori, tend à casser (défocaliser) le
profil de l’impulsion laser en petites structures temporelles alignées
sur la durée de vie des électrons libres (τrec = 150 fs). Il est intéressant
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FIGURE 4.8 – Taux de croissance λ [cm−1] dans le plan
(k⊥/
√
2k0,Ωτrec) à 355 nm : (a) Is ≡ I0 = 0.5 TW/cm2, (b) Is ≡ I0 = 7
TW/cm2. (c) Intensité maximale en fonction du temps pour z = 1.5 cm
(courbe rouge) et z = 2.84 cm (courbe noire). La largeur à mi-hauteur
du pic le plus intense est 800 fs (voir insert). (d) Évolution temporelle
de la densité plasma aux mêmes distances. La largeur à mi-hauteur
du pic le plus intense est de 650 fs environ (voir insert). (e) Spectre
normalisé en r = 0 en fonction de la fréquence de l’impulsion ω à
z = 1.5 cm (courbe rouge) et à z = 2.84 cm (courbe noire).
d’observer que cette instabilité disparaît lorsque Ω → 0, qui corres-
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pond à la réponse d’un plasma stationnaire. Dans la limite opposée
Ω → +∞, les instabilités modulationnelles ne s’estompent pas mais
se réduisent à celle de l’instabilité Kerr classique. En temps, l’insta-
bilité plasma sur de petites échelles est clairement observée dans la
Fig. 4.8(c,d), où des pics intenses émergent sur des durées subpico-
secondes en raison d’une rapide défocalisation par les non-linéarités
plasma. La figure 4.8(e) montre le spectre en r = 0 de l’impulsion laser
à la distance z = 1.5 cm (foyer d’auto-focalisation) et à z = 2.84 cm,
où la même impulsion developpe davantage de pics intenses sur des
temps courts donnant naissance à un décalage vers le bleue (« blue-
shift ») avec une large variation de fréquence ∆ω ' 3.3 × 1013 s−1.
Cette variation spectrale est liée aux échelles de temps égales environ
à 2pi/∆ω = 190 fs , proche du temps de recombinaison électronique.
Notons que le pic le plus intense capturé à cette distance a une du-
rée plus large ∼ 800 fs, peut être causée par une phase « chirpée ».
De telles instabilités marquent la transition entre un régime plasma
purement nanoseconde (« quasi-stationnaire ») vers un régime d’auto-
guidage femtoseconde.
La figure 4.9 compare l’impulsion laser mono-mode de référence
(w0 = 60 µm, FWHM = 0.77 ns) simulée avec le code UPPE radial
et pour laquelle 1% de bruit aléatoire a été introduit dans l’amplitude
initiale. Ce bruit sert de germe pour exciter des instabilités, incluant
les modes instables discutés précédemment. Ces modes forcent l’im-
pulsion à développer un régime de propagation ultracourt une fois
que la génération de plasma rentre en jeu.
En se basant uniquement sur l’équilibre Kerr-MPI, nous pouvons jus-
tifier les niveaux d’intensité laser et de densité plasma en régime na-
noseconde. En égalant les termes Kerr et plasma de l’équation (2.194),
l’intensité de filamentation s’évalue ainsi [30] :
IMax ≈ (2n0n2ρc∆tσKρnt )
1/(K−1), (4.30)
lorsque la densité plasma s’accumule sur un intervalle de temps ∆t.
IMax augmente naturellement lorsque les pics de l’onde laser de-
viennent plus courts. En utilisant la table 2.2, il est aisé de vérifier,
à la longueur d’onde λ0 = 355 nm, que IMax atteint 4.16 TW/cm2 et la
densité plasma correspondante vaut ρMax ∼ ∆tσK IMaxρnt = 3.46× 1019
cm−3 en faisant l’hypothèse que le plasma s’accumule continuement
sur ∆t = 1 ps. Par comparaison, en supposant que la défocalisation
plasma se réalise sur le temps de recombinaison électronique, i.e.,
∆t = 150 fs, nous obtenons IMax = 10.7 TW/cm2 et ρMax = 3.46× 1019
cm−3. Les pics peuvent même atteindre ∼ 20 TW/cm2, lorsque des
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impulsions ultracourtes (≤ 100 fs) sont produites [27], déclenchant
une forte génération de plasma.
Les premières distances de propagation non-linéaire (z ≤ 2.5 cm), ab-
sent dans la Réf. [98], caractérisent une impulsion laser nanoseconde
qui n’est pas sujette à une perturbation extérieure efficace. Ces dis-
tances correspondent aux basses intensités de saturation calculées sur
des temps longs avec l’Éq. (4.30). Les évènements d’auto-focalisation
multiple montrés dans la Fig. 4.8(c) signalent le régime d’instabilité
plasma sur des durées picosecondes et marquent le passage vers un
régime de propagation courte.
Une fois cette transition faite, l’impulsion laser développe une dyna-
mique femtoseconde et nous pouvons nous demander si la dispersion
chromatique et les effets de raidissement (« self-steepening ») [14]
peuvent affecter sa propagation.
Nous avons donc répété nos simulations avec 1% de bruit aléatoire
(distribution aléatoire de 0 et de 1 par une fonction Fortran « RAN-
DOM ») et en incluant ces termes d’ordre élevé. La Fig. 4.9 montre que
l’action des termes de dispersion abaisse le niveau d’intensité après
le foyer d’auto-focalisation lorsque des évènements de compression
locale produisent des pics de durée ≤ 1 ps.
Un autre point est l’ionisation par avalanche induite par les électrons
libres qui collisionnent avec leur environnement atomique et que nous
avons a priori négligé dans l’Éq. (2.85). En incluant le terme d’io-
nisation collisionnelle (σ/Ui)ρI, où σ désigne la section efficace de
collision calculée pour un temps de collision électrons-neutre τe = 20
fs [116] [cf. Éq. (2.74)], nous observons que l’intensité et la densité
plasma maximales pour les cas sans (courbe marron) et avec (courbes
roses) ionisation par impact sont comparables [voir Fig. 4.9]. Donc,
l’ionisation par avalanche influe assez peu sur la dynamique de l’im-
pulsion pompe. Par conséquent, nous ignorerons ce terme dans la
suite de ce chapitre et validons à postériori le modèle plasma retenu
dans l’Éq. (2.85).
Un aspect important rapporté par la Fig. 4.9 est l’auto-focalisation de
l’onde de pompe en présence de modulations de phase, qui servent
à se prémunir de la rétrodiffusion Brillouin. Nous pouvons voir que
de telles modulations forcent l’impulsion à se transformer en un train
d’impulsions picosecondes [85], ce qui conduit l’impulsion pompe
à rentrer de nouveau en régime de propagation ultracourte. La fi-
gure 4.10(a) détaille le profil d’impulsions initialement modulées en
phase près de leur foyer d’auto-focalisation (2 GHz : z = 1.64 cm ; 15
GHz : z = 1.62 cm). Chaque pic déclenché par des modulations ra-
pides augmente l’intensité à des niveaux très élevés, ce qui signale
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que l’impulsion rentre en régime de propagation ultracourte. En par-
ticulier l’impulsion avec une modulation de phase de 2 GHz promeut
des intensités élevées sur une durée sensiblement plus longue qu’une
modulation à νm = 15 GHz (voir ellipse rouge), conduisant ainsi à
une densité d’électrons plus grande, comme attesté par la Fig. 4.10(b).
La figure 4.10(c) montre le spectre de l’impulsion modulé à 2 GHz
formé en régime de filamentation. Nous pouvons observer un « blue-
shift » que nous attribuons à la défocalisation plasma, en l’absence de
« self-steepening » efficace.
Pour finir cette section consacrée à la dynamique d’une onde isolée, les
figures 4.11 et 4.12 mettent en évidence qu’en utilisant le code SBS_3D,
les tendances précédentes sont retrouvées. De petites perturbations
(1% de bruit aléatoire en amplitude) et des perturbations de la forme
U1(z = 0) × [1 + 0.01cos(Ωt)] avec Ω = 1/150 fs−1 raccourcissent
la phase d’auto-guidage quasi-stationnaire de l’impulsion et forcent
cette dernière à adopter un régime de propagation ultracourt. Une
fois encore, nous pouvons observer dans les profils spatio-temporels
produits par ce code que de petites perturbations sont des germes
d’apparition de pics de durée picoseconde dans le profil temporel.
Ces pics cassent l’homogénéité de l’impulsion laser initialement nano-
seconde [voir Fig. 4.12(b-f)].
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FIGURE 4.9 – Intensité maximale en fonction de z pour une impulsion
supergaussienne avec w0 = 60 µm et ayant une modulation de phase
νm = 2 GHz (courbe bleue foncée), νm = 15 GHz (courbe bleue claire)
ou un bruit aléatoire initial de 1 % d’amplitude avec (courbe noire
pleine) et sans (courbe noire en pointillé) GVD et TOD. L’impulsion de
référence, sans modulation de phase et sans pertubations, est montrée
par la courbe noire en tirets. La courbe marron en tirets décrit l’im-
pulsion où les effets dispersifs GVD, TOD et le « self-steepening » ont
été pris en compte. La courbe rose en tirets représente le comporte-
ment de l’impulsion précédente avec l’ionisation collisionnelle (temps
de collision τe = 20 fs). L’insert détaille la distribution temporelle de
l’impulsion subissant un bruit aléatoire (e = 1%) à la distance z = 1.39
cm (courbe en tirets) et à z = 1.43 cm (courbe pleine). (b) Densités
plasma correspondantes.
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FIGURE 4.10 – Intensité avec une modulation de phase (a) νm = 2 GHz
(courbe bleue foncé) et νm = 15 GHz (courbe bleue claire) à z = 1.62 cm
dans l’intervalle - 0.1 ns ≤ t ≤ 0.1 ns. (b) Réponse plasma correspon-
dante. (c) Spectre de l’impulsion modulée en phase à 2 GHz.
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FIGURE 4.11 – Intensité maximale atteinte par une impulsion nanose-
conde calculée à partir du code SBS_3D et initalement perturbée par
un bruit aléatoire (e = 1%) (courbe bleue foncée) et par une perturba-
tion proportionnelle à ecos(Ωt), où e = 1% représente l’amplitude du
bruit et Ω = 4.2× 104 ns−1 est la fréquence la plus instable des modes
perturbatifs. (b) Densité plasma correspondante en fonction de z.
FIGURE 4.12 – Profils d’intensité instables correspondant à la figure
précédente avec (a,b,c) un bruit initial d’amplitude égale à 1% à diffé-
rentes distances de propagation. (d,e,f) une perturbation ∝ ecos(Ωt),
où e = 1% et Ω = 4.2× 10−4 ns.
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3 Couplage filamentation-Brillouin-plasma
instationnaire à deux ondes dans l’UV
Dans cette section, nous nous intéressons au couplage entre les
ondes de pompe et Stokes en tenant compte de l’effet Brillouin (g0 6= 0)
et de l’ionisation instationnaire. De nouveau, nous considérons un
faisceau pompe de taille initiale w0 = 15 µm ou w0 = 60 µm qui
s’auto-focalise dans la silice. Les intensités initiales sont I1(0) = 213.6
GW/cm2 ou I1(0) = 26.7 GW/cm2, respectivement. Les simulations
sont obtenues à partir du code SBS_3D avec la résolution transverse
∆x = ∆y = 0.93 µm.
La figure 4.13 montre l’intensité maximale [Figs. 4.13(a,c)] et la den-
sité d’électrons [Figs. 4.13(b,d)] pour les impulsions pompe de taille
w0 = 15 µm et w0 = 60 µm, respectivement. Sur la Fig. 4.13(a),
nous observons une forte augmentation de l’impulsion pompe (courbe
bleue pleine) au début de sa propagation (z ∼ 0.03 cm), près de la face
d’entrée de l’échantillon de silice. Cette augmentation prématurée de
l’onde de pompe cesse en présence d’une réponse plasma stationnaire
(courbe bleue en tiret). Sur la Fig. 4.13(b), nous constatons que l’évolu-
tion de l’onde de pompe suit celle de la réponse plasma dans le cas
d’une densité électronique dynamique. Celle-ci croît rapidement en
début de propagation compte tenu d’une forte rétrodiffusion Brillouin
en face d’entrée de l’échantillon.
Lorsque z ≥ 0.1 cm, l’onde de pompe entre dans un régime de pro-
pagation ultracourte vu son niveau d’intensité atteint au foyer d’auto-
focalisation supérieur à 15 TW/cm2 (voir section 2.3). De manière si-
milaire, on observe la même dynamique pour le faisceau pompe de
taille initiale w0 = 60 µm sur des distances plus étendues. L’onde
de pompe atteint rapidement des niveaux d’intensité de plusieurs
TW/cm2 (courbes pleines) sur des courtes distances (z∼ 0.1 cm) avant
que l’évènement de collapse (zc = 1.17 cm avec un plasma station-
naire ; zc = 1.28 en présence d’un plasma dynamique) conduise l’im-
pulsion pompe vers des valeurs d’intensité plus élevées (I1 = 16
TW/cm2). De nouveau, la Fig. 4.13(c) laisse à penser que l’onde de
pompe est déstabilisée par la forte rétrodiffusion Brillouin près de la
face d’entrée du matériau (courbes foncées). Une comparaison directe
avec une réponse plasma stationnaire (courbes claires) démontre que
la croissance de l’onde de pompe prématurée est intimement liée aux
variations temporelles de la réponse plasma. Notons les différences
dans les niveaux d’intensités atteints par les impulsions pompe avec
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w0 = 15 µm et w0 = 60 µm. Cette différence s’explique par un manque
de résolution spatio-temporelle dans les simulations pour l’impulsion
pompe de plus grande taille (voir section 2). Cela ne nous empêche pas
de relever des caractéristiques d’instabilités similaires aux deux ondes
de pompe étudiées.
FIGURE 4.13 – (a) Intensité maximale et (b) densité d’électrons corres-
pondante en fonction de la distance z pour une impulsion supergaus-
sienne opérant à la longueur d’onde de 355 nm avec w0 = 15 µm,
tp = 0.5 ns et I1(0) = 213.6 GW/cm2. Les courbes bleues (vertes)
se réfèrent à l’onde de pompe (respectivement à l’onde Stokes). Les
courbes solides correspondent au modèle incluant une réponse plasma
dynamique, alors que les courbes claires en tirets se réfèrent au modèle
prenant en compte une réponse plasma stationnaire (∂tρ = 0). Dans
les figures (b,d), la courbe noire illustre la densité d’électrons calculée
avec un plasma dynamique. (c,d) détaillent les mêmes quantités avec
le même code couleur, mais pour une impulsion de taille transverse
plus large w0 = 60 µm [I1(0) = 26.7 GW/cm2].
En rapport avec les contraintes de résolution, la Fig. 4.14(a,b)
montre les intensités pompe et Stokes et la densité plasma atteintes
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avec le même faisceau pompe initial mais pour une résolution trans-
verse dégradée : ∆x = ∆y = 1.873 µm. La Fig. 4.14(c) illustre un profil
temporel de l’onde de pompe à la distance longitudinale z = 2.25 cm.
À cette distance, tous les pas en temps ont été enregistrés afin d’éviter
les limitations dues à la résolution graphique. Nous pouvons observer
une série de collapses qui sont la conséquence d’instabilités due à la
nature instationnaire de la réponse plasma. Parmi ces évènements de
collapse, seul le premier, qui présente le pic le plus intense localisé
dans la partie avant de l’impulsion et ayant une durée temporelle
suffisament large, contribue effectivement à la densité maximale ρMax.
Dans la partie arrière de l’impulsion, des évènements de collapse,
probablement sous-résolus temporellement, produisent des pics d’in-
tensité très élevées. Toutefois, ceux-ci sont confinés à l’intérieur d’une
fênêtre temporelle si étroite que la densité plasma atteint des valeurs
moindres. Cela explique pourquoi à partir de z ≥ 2 cm, la densité
plasma montrée dans la Fig. 4.14(b) décroît, alors que l’intensité maxi-
male continue d’augmenter. Dans cet intervalle, l’intensité s’apparente
à une distribution de Dirac qui s’étend sur quelques dizaines de fem-
tosecondes, où chacun des pics accumule du plasma (ρ ∼ ∆tIK) sur
des temps très courts. La figure 4.15, en guise de comparaison, montre
l’onde de pompe de taille w0 = 15 µm en régime d’auto-focalisation
en présence de rétrodiffusion Brillouin à la distance longitudinale z =
0.14 cm. Mieux résolues, l’intensité et la densité plasma maximale at-
teignent 15 TW/cm2 et 1020 cm−3, respectivement. À partir de z ≥ 0.2
cm, la décroissance de la densité plasma est en meilleure adéquation
avec l’évolution de l’intensité maximale des ondes pompe et Stokes
[voir Fig. 4.13].
Les figures 4.16, 4.18, 4.17 et 4.19 détaillent le profil spatio-temporel
des deux impulsions pompes ainsi que les ondes Stokes associées, à
des distances de propagation proches et éloignées de l’entrée du hu-
blot de silice. Ces figures sont pour la plupart limitées par la résolu-
tion graphique mentionnée, laquelle abaisse les valeurs des pics at-
teintes dans l’espace (x, t) par comparaison avec les valeurs de la fi-
gure 4.13. En tenant compte d’un plasma stationnaire, nous retrou-
vons le scénario standard de couplage entre filamentation et rétro-
diffusion Brillouin stimulée décrite dans les Réfs. [86, 87] : lorsque
l’onde de pompe s’auto-focalise, elle transfère une partie de son éner-
gie de l’avant vers l’arrière de l’impulsion, où une onde Stokes prend
naissance et croît. Avec une réponse plasma dynamique, l’onde de
pompe croît plus tôt, bien avant qu’elle n’atteigne sa distance d’auto-
focalisation [i.e, zc = 0.1 cm pour w0 = 15 µm et zc = 1.28 cm pour
w0 = 60 µm]. Au voisinage du pic dominant, des pics « satellites » ap-
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FIGURE 4.14 – (a) Intensité maximale et (b) densité d’électrons en fonc-
tion de z pour une impulsion supergaussienne à 355 nm avec w0 = 60
µm, tp = 0.5 ns et I1(0) = 26.7 GW/cm2. La résolution transverse
est ∆x = ∆y = 1.873 µm. Les courbes bleues (vertes) se réfèrent à
l’onde de pompe (respectivement à l’onde Stokes). Les courbes solides
correspondent au modèle plasma dynamique, alors que les courbes
claires en tirets se réfèrent à une réponse plasma stationnaire (∂tρ = 0).
En (b), la courbe noire illustre la densité d’électrons calculée avec un
plasma dynamique. (c) Intensité maximale (courbe bleue pleine, axe
de gauche) et la densité de plasma (courbe noire en tiret, axe de droite)
en fonction du temps à z = 2.25 cm.
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FIGURE 4.15 – Distributions spatio-temporelles (a) de l’intensité
pompe et (b) de la densité d’électrons à la distance z = 0.14 cm pour
une impulsion de taille transverse w0 = 15 µm le code SBS_3D.
paraissent sur des échelles temporelles de l’ordre de la picoseconde. À
de plus grandes distances de propagation, l’onde de pompe, toujours
en phase d’auto-focalisation, est caractérisée par une structure multi-
pics due au développement prématuré d’instabilités temporelles alors
que l’onde Stokes décroît en fin d’échantillon.
De manière similaire à l’étude à une onde (voir section 2), les insta-
bilités proviennent de l’excitation de modes instables, induite par la
nature instationnaire du plasma.
3.1 Les instabilités plasma
Dans l’analyse des instabilités pour deux ondes, nous considérons
le modèle de propagation décrit par les Éqs. (2.82) - (2.85). Par souci
de simplification, nous omettons le bruit thermique ( N → 0) et négli-
geons les pertes par absorption multiphotonique MPA (nous vérifions
que β(3)I21  g0I1). La solution stationnaire est définie par deux enve-
loppes stationnaires Uis ≡ φi eiΛiz avec i = 1, 2 pour les ondes pompes
et Stokes telles que
Λ1 =
n2ω0
c
(I1s + 2I2s)− α(IK1s + IK2s), (4.31)
−Λ2 = n2ω0c (I2s + 2I1s)− α(I
K
1s + I
K
2s), (4.32)
où la constante α a été définie dans les sections précédentes (Iis ≡
|φi|2). Ces ondes planes sont couplées au champ stationnaire des pho-
nons acoustiques Qs et la densité plasma stationnaire de plasma ρs
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FIGURE 4.16 – Profils d’intensité en temps de l’onde de pompe à dif-
férentes distances de propagation pour w0 = 15 µm. (a,b,c) : plasma
stationnaire ; (d,e,f) : plasma dynamique.
définies par
Qs = U1sU¯2s = φ1φ¯2ei(Λ1−Λ2)z, (4.33)
ρs = τrecσKρnt(IK1s + I
K
2s). (4.34)
De manière analogue à l’étude pour une onde, l’état perturbé de la
densité plasma est de nouveau donné par l’Éq. (4.19). ρs prend ici en
compte les contributions avant et arrière des ondes planes. L’onde op-
tique perturbée s’écrit alors comme suit
Ui(~r⊥, z, t) = Uis(~r⊥, z) + u˜+i (~r⊥, z)e
−iΩt + u˜−i (~r⊥, z)e
iΩt, i = 1, 2,
(4.35)
avec Ω = Ω¯ et |u˜+i , u˜−i |  |Uis| pour chaque composante de l’onde
indexée par i = 1, 2. Une linéarisation directe de l’Éq. (2.85) conduit
donc à ρ− = ρ¯+, où
ρ+ = KρntσK ∑
i=1,2
IK−1is
(u˜+i U¯is + ¯˜u
−
i Uis)
τ−1rec − iΩ
. (4.36)
En recherchant des solutions acoustiques perturbées sous la forme
Q(~r⊥, z, t) = Qs(~r⊥, z) + q+(~r⊥, z)e−iΩt + q−(~r⊥, z)eiΩt, (4.37)
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FIGURE 4.17 – Profils d’intensité dans le plan (x, t) de l’onde Stokes à
différentes distances de propagation pour w0 = 15 µm. (a,b,c) : plasma
stationnaire ; (d,e,f) : plasma dynamique.
nous obtenons
q+ =
U1s ¯˜u
−
2 + U¯2su˜
+
1
1− iτBΩ , (4.38)
q− =
U1s ¯˜u
+
2 + U¯2su˜
−
1
1+ iτBΩ
. (4.39)
Nous introduisons les états perturbés précédents dans les Éqs.
(2.82)-(2.85), que nous linéarisons en absence de pertes plasma. En
assumant un effet Brillouin nul à l’ordre zéro, g0QsUis/2 → 0, nous
appliquons la limite stationnaire aux pertubations acoustiques lentes.
Nous obtenons des équations couplées pour u˜±i = u
±
i e
iΛiz, i = 1, 2 :
∂zu+1 −ik′Ωu+1 = −i
k2⊥
2k0
u+1 + i
n2ω0
c
[φ21su¯
−
1 + I1su
+
1 + 2φ1sφ2su¯
−
2 + 2φ1sφ
∗
2su
+
2 ]
− g0
2
[φ1sφ
∗
2su
+
2 +
(φ1sφ2su¯−2 + I2su
+
1 )
1− iΩτB ]− iαKφ1s ∑i=1,2
IK−1is
(u+i φ
∗
is + u¯
−
i φis)
1− iΩτrec
(4.40)
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FIGURE 4.18 – Profils d’intensité en temps de l’onde de pompe à dif-
férentes distances de propagation pour w0 = 60 µm. (a,b,c) : plasma
stationnaire ; (d,e,f) : plasma dynamique.
∂zu−1 +ik
′Ωu−1 = −i
k2⊥
2k0
u−1 + i
n2ω0
c
[φ21su¯
+
1 + I1su
−
1 + 2φ1sφ2su¯
+
2 + 2φ1sφ
∗
2su
−
2 ]
− g0
2
[φ1sφ
∗
2su
−
2 +
(φ1sφ2su¯+2 + I2su
−
1 )
1+ iΩτB
]− iαKφ1s ∑
i=1,2
IK−1is
(u−i φ
∗
is + u¯
+
i φis)
1+ iΩτrec
(4.41)
−∂zu+2 −ik′Ωu+2 = −i
k2⊥
2k0
u+2 + i
n2ω0
c
[φ22su¯
−
2 + I2su
+
2 + 2φ1sφ2su¯
−
1 + 2φ2sφ
∗
1su
+
1 ]
+
g0
2
[φ2sφ
∗
1su
+
1 +
(φ1sφ2su¯−1 + I1su
+
2 )
1− iΩτB ]− iαKφ2s ∑i=1,2
IK−1is
(u+i φ
∗
is + u¯
−
i φis)
1− iΩτrec
(4.42)
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FIGURE 4.19 – Profils d’intensité dans le plan (x, t) de l’onde Stokes à
différentes distances de propagation pour w0 = 60 µm. (a,b,c) : plasma
stationnaire ; (d,e,f) : plasma dynamique.
−∂zu−2 +ik′Ωu−2 = −i
k2⊥
2k0
u−2 + i
n2ω0
c
[φ22su¯
+
2 + I2su
−
2 + 2φ1sφ2su¯
+
1 + 2φ2sφ
∗
1su
−
1 ]
+
g0
2
[φ2sφ
∗
1su
−
1 +
(φ1sφ2su¯+1 + I1su
−
2 )
1+ iΩτB
]− iαKφ2s ∑
i=1,2
IK−1is
(u−i φ
∗
is + u¯
+
i φis)
1+ iΩτrec
(4.43)
En assumant les états fondamentaux φis réels (Iis ≡ φ2is) nous combi-
nons ces équations linéarisées pour les états pertubatifs vi = u+i + u¯
−
i
et wi = u+i − u¯−i .
Les équations perturbées pour les modes (v1, w1) qui sont suppo-
sés osciller radialement avec le vecteur d’onde transverse ~k⊥, se ré-
duisent à
[∂z − ik′Ω+ g02 I2s]v1 = −i
k2⊥
2k0
w1 − g0
√
I1s I2sv2, (4.44)
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[∂z − ik′Ω+ g02 I2s]w1 = i[2(
n2ω0
c
I1s − αKI
K
1s
1− iΩτrec )−
k2⊥
2k0
]v1
+ i
√
I1s I2s[
4n2ω0
c
− 2αKI
K−1
2s
1− iΩτrec ]v2.
(4.45)
Les équations pour (v2, w2) sont obtenues en inversant les indices
1 ↔ 2 dans les équations précédentes et en faisant les changements
∂z(v1, w1)→ −∂z(v2, w2), g0 → −g0. Nous obtenons donc
[−∂z − ik′Ω− g02 I1s]v2 = −i
k2⊥
2k0
w2 + g0
√
I1s I2sv1, (4.46)
[−∂z − ik′Ω− g02 I1s]w2 = i[2(
n2ω0
c
I2s − αKI
K
2s
1− iΩτrec )−
k2⊥
2k0
]v2
+ i
√
I1s I2s[
4n2ω0
c
− 2αKI
K−1
1s
1− iΩτrec ]v1.
(4.47)
En recherchant des solutions perturbatives qui croissent comme∼ eλz,
le taux de croissance λ maximum, après simplification des calculs, est
trouvé sous la forme
λ+ = Re[
k⊥√
2k0
√
2∆+ − k
2
⊥
2k0
], (4.48)
où ∆+ est la racine positive du discriminant
2∆± =
n2ω0
c
(I1s + I2s)− αK I
K
1s + I
K
2s
1− iΩτrec± (4.49)
[(
n2ω0
c
(I1s − I2s)− αK I
K
1s − IK2s
1− iΩτrec )
2
+ 4I1s I2s(
2n2ω0
c
− αKI
K−1
1s
1− iΩτrec )(
2n2ω0
c
− αKI
K−1
2s
1− iΩτrec )]
1
2 .
Ce taux de croissance est calculé dans la limite g0 → 0, i.e., l’onde
Stokes est déjà générée et couplée avec une composante contrapro-
pagative (onde de pompe). De plus, nous négligeons la dispersion
en considérant la limite k′Ω → 0. La dispersion linéaire induit seule-
ment un décalage de l’onde de pompe vers l’onde Stokes d’un facteur
∼ 2Ln0/c ≈ 0.3 ns sur une épaisseur de silice de L = 3 cm. Elle ne
contribue pas directement aux instabilités. Nous pouvons noter que ce
taux est similaire à celui derivé par Luther and McKinstrie [78] dans
les années 90 pour des non-linéarités Kerr sans plasma (Ω → +∞).
Leur résultat est complété ici pour des non-linéarités plasma iner-
tielles.
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Les figures 4.20(a-c) illustrent quelques taux de croissance. Lorsque
le rapport de l’intensité de l’onde pompe et de l’onde Stokes RS =
I2s/I1s augmente, le taux de croissance des instabilités modulation-
nelles augmente à son tour. Nous retrouvons les principales caracté-
ristiques des instabilités dues à une réponse plasma dynamique en
régime de filamentation, i.e., le taux de croissance est positif partout
excepté pour Ω = 0, où l’onde plane est stable (configuration d’un
plasma stationnaire). Des modes instables maximum apparaissent aux
grands nombres d’ondes transverses àΩτrec = 1, signalant une déstabi-
lisation de l’onde pompe sur le temps de recombinaison électronique.
Par comparaison, la Fig. 4.21 détaille le même taux de croissance pour
des niveaux d’intensité plus petits, I0 = 0.5 TW/cm2. Dans ce cas, la
contribution plasma est négligeable et les fluctuations temporelles as-
sociées à la dépendance en Ω des pertubations ne jouent pas de rôle
significatif. Dans cette limite, nous retrouvons le taux de croissance
standard
λ+ ' Re[ k⊥√
2k0
√
n2ω0 I1s
c
[(1+ RS) +
√
(1− RS)2 + 16RS]−
k2⊥
2k0
,
(4.50)
pour les instabilités modulationnelles transverses de deux ondes
contrapropagatives [78]. De nouveau, lorsque le rapport de l’inten-
sité de l’onde de pompe sur l’onde Stokes RS augmente, le taux de
croissance tend à augmenter par voie de conséquence. En outre, nous
observons que le nombre d’onde transverse qui maximise le taux de
croissance des perturbations est donné par kMax⊥ ' (25− 35)×
√
2k0 '
18− 25.3× 103 cm−1 (dépendant de la valeur de RS considéré dans la
Fig. 4.20), conduisant à une longueur d’onde optimale de modulation
transverse λMax⊥ = 2pi/k
Max
⊥ ≈ 3 µm. Cette longueur de modulation
est du même ordre de grandeur que la largeur d’un filament typique
résultant de l’équilibre entre auto-focalisation et génération de plasma
dans l’Éq. (2.82). Cela peut expliquer le fait que nous observons peu
de filamentation multiple dans la direction spatiale transverse.
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FIGURE 4.20 – Taux de croissance λ+ [cm−1] dans le plan
(k⊥/
√
2k0,Ωτrec) pour λ0 = 355 nm, w0 = 60 µm et I1s ≡ I0 = 7
TW/cm2. RS = I2s/I1s désigne le rapport des intensités stationnaires
de l’onde Stokes sur l’onde pompe. (a) RS = 0, (b) RS = 0.2, (c) RS = 1.
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FIGURE 4.21 – Taux de croissance λ+ [cm−1] dans le plan
(k⊥/
√
2k0,Ωτrec) pour λ0 = 355 nm, w0 = 60 µm et I1s ≡ I0 = 0.5
TW/cm2. RS = I2s/I1s désigne le rapport des intensités stationnaires
de l’onde Stokes sur l’onde de pompe. (a) RS = 0, (b) RS = 0.2, (c)
RS = 1.
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4 Modulations de Phase
Comme nous l’avons vu dans le chapitre précédent, une technique
couramment utilisée pour supprimer la rétrodiffusion Brillouin et évi-
ter les dommages en face avant du matériau est l’emploi d’impulsions
laser à spectre large issues de fluctuations rapides de phase [40, 95].
Des impulsions gaussiennes modulées en phase sont choisies habituel-
lement sous la forme
U1(x, y, t, z = 0) =
√
I1(0)exp
[
−x
2 + y2
w20
− t
2N
t2Np
+ im sin (2piνmt)
]
,
(4.51)
où la profondeur de modulation m  1 et la fréquence de modu-
lation νm garantissent une bande spectrale à 1/e suffisament large
∆ν ' 2mνm composée de modes en nombre égal à ≈ 2m. Lorsque
ces modes sont séparés par νm > ∆νB = ΓB/2pi et pour des longueurs
de cohérence suffisament petites [n0∆ν/c  g0 I1(0)], chaque mode
pompe peut diffuser sa propre onde Stokes sans interaction avec ses
voisins [15, 16, 77]. Pour des modes pompe supposés identiques, l’in-
tensité initiale de chaque mode est environ I0/2m (voir Chapitre 3). Le
gain Brillouin exponentiel GT décroît donc significativement comparé
à une impulsion non modulée en phase. Si la largeur spectrale et le
nombre de modes pompe sont suffisament élevés, la création d’ondes
acoustiques est efficacement supprimée. Nous choisirons en général
une profondeur de modulation fixée à m = 21 alors que νm pourra
varier de νm = 2 GHz vers de plus grandes valeurs pour garantir une
suppression efficace de la rétrodiffusion Brillouin.
Lorsque qu’une telle modulation de phase est appliquée à l’onde inci-
dente, l’intensité croît encore par auto-focalisation Kerr mais l’énergie
de l’onde Stokes peut être inhibée, ce qui est confirmée par les éner-
gies partielles montrées dans les Figs. 4.22(d,e,f). Celles-ci signalent la
suppression de la rétrodiffusion Brillouin et l’énergie de l’onde pompe
est préservée lorsque la largueur spectrale de celle-ci est augmentée.
Comme précédemment montré en Réf. [86, 87], une impulsion mo-
dulée en phase de bande spectrale modérée ( ≤ 100 GHz) est moins
efficace pour les impulsions de forte puissance déclenchant des évè-
nements d’auto-focalisation à l’intérieur du matériau. Une modula-
tion de phase modérée abaisse en effet la déplétion de la puissance
de l’onde de pompe, mais celle-ci est alors sujette à l’auto-focalisation
Kerr tout comme les composantes Stokes résiduelles. Leur couplage
sur de petites échelles spatio-temporelles forçent l’onde de pompe à
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s’auto-focaliser sur de courtes distances de propagation. Pour éviter
ces instabilités, le choix d’une largeur spectrale suffisamment large est
nécessaire. Comme rappelé dans le Chapitre 3, limiter la croissance
de l’énergie Stokes demande au moins une largeur spectrale de l’onde
de pompe satisfaisant l’équation (3.19) qui dépend du gain et de la
largeur Brillouin, de l’intensité pompe et de la longueur du matériau
traversée. Cette évaluation donne une valeur minimum de la largeur
spectrale de l’onde de pompe pouvant inhiber les effets Brillouin. De
plus, étant donné que la silice est un milieu actif pour la rétrodiffusion
Brillouin stimulée, le nombre de modes doit être choisi suffisamment
large pour que le gain exponentiel n’atteigne pas le seuil minimum
Brillouin GTH [8, 9, 36, 54].
Sur la figure 4.22, des modulations de phase sont employées afin
de supprimer la rétrodiffusion Brillouin qui est naturellement exci-
tée par une impulsion de taille w0 = 60 µm avec une intensité ini-
tiale I1(0) = 26.7 GW/cm2. Comme attendu, plus la largeur spectrale
de l’onde de pompe est importante, moins l’onde de pompe se dé-
plète et plus l’onde Stokes est inhibée. Les effets des modulations de
phase peuvent être observés sur la Fig. 4.22(a,b,c), qui montre les pro-
fils des puissances correspondant à l’onde incidente (courbes noires),
l’onde de pompe en sortie d’un échantillon de 2.5 cm d’épaisseur
(courbes bleues) et l’onde Stokes réfléchie à z = 0 (courbes vertes). Les
effets des fluctuations temporelles se manifestent une fois que l’im-
pulsion pompe est avancée d’une durée égale à la moitié de sa largeur
à mi-hauteur. À partir de l’estimation (3.19), l’intensité d’une impul-
sion pompe proche de 30 TW/cm2 subit encore de la rétrodiffusion
Brillouin avec une fréquence de modulation égale à νm = 2 GHz. En
fait, en extrapolant les courbes de la figure 3.3 (cf. Chapitre 3), une lar-
geur spectrale proche de 1000 GHz est nécessaire à ces niveaux d’in-
tensité pour des impulsions opérant à 355 nm, qui nous conduit à une
fréquence de modulation seuil de νm ' 23.8 GHz. Nous avons donc
réalisé des simulations avec différentes fréquences de modulations,
i.e., νm = 2 GHz et νm = 30 GHz pour une profondeur de modula-
tion fixée à m = 21. Sur les Figs. 4.22(a,b,c), nous observons en effet
qu’une large fréquence de modulation (νm = 30 GHz) supprime com-
plètement la rétrodiffusion Brillouin, même en présence d’une réponse
plasma instationnaire. Dans les Figs. 4.22(d,e,f), l’énergie de l’onde de
pompe est déplétée par effet Brillouin pour νm = 0 et νm = 2 GHz, i.e.,
la diffusion Brillouin reste encore active. En revanche, lorsque cette
dernière est supprimée avec νm = 30 GHz, seules les pertes dues
au plasma issu de l’auto-focalisation de l’onde incidente à la distance
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FIGURE 4.22 – Profils de puissance pour l’impulsion incidente (courbes
noires), l’impulsion transmise (courbes bleues) et l’impulsion Stokes
rétrodiffusée (courbes vertes) : (a) sans modulation de phase, et avec
des modulations de phases (b) νm = 2 GHz et (c) νm = 30 GHz (la
profondeur de modulation est fixée à m = 21). (d,e,f) montrent l’éner-
gie partielle correspondante avec le même code couleur. Les inserts
détaillent les fluences Stokes et pompe à z = 0 et z = 2.5 cm, respective-
ment. Les surfaces transverses ont une aire de 50 µm × 50 µm.
zc ∼ 1.25 cm sont observées. Des mesures directes des fluences ré-
trodiffusées, F2 ≡
∫
I2(x = y = z = 0, t)dt, en entrée d’échantillon
donnent la valeur ∼ 11.9 mJ/cm2 avec νm = 0, 3.9 mJ/cm2 avec
νm = 2 GHz, et F2 ' 1.14 µJ/cm2 avec νm = 30 GHz. Ces valeurs de
fluence se situent bien en deçà du seuil de dommages pour des impul-
sions nanosecondes opérant dans l’ultraviolet (Fth ∼ 12− 14 J/cm2).
Détaillant l’évolution de l’intensité maximale et de la densité
plasma correspondante, la Fig. 4.23 montre que lorsqu’on ne tient
pas compte des modulations de phase, une part significative de l’éner-
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FIGURE 4.23 – (a) Intensité maximale de l’onde de pompe et (b) de
l’onde Stokes opérant à 355 nm avec w0 = 60 µm, tp = 0.5 ns et I0 =
26.7 GW/cm2. Les courbes bleues (vertes) correspondent aux ondes
pompe (Stokes). Les courbes en tirets se réfèrent à une fréquence de
modulation νm = 0, la courbe en pointillés correspond à νm = 2 GHz
et la courbe pleine se réfère à νm = 30 GHz. (c) montre les densités
plasma correspondantes (courbes noires).
gie laser incidente est rétrodiffusée. Lorsqu’une modulation de phase
de fréquence νm = 2 GHz est appliquée, l’énergie déplétée au profit de
l’onde Stokes décroît, mais elle entretient encore une forte rétrodiffu-
sion à l’entrée de l’échantillon [courbe en pointillé, Fig. 4.23(b)]. Avec
une modulation de fréquence νm = 30 GHz, la diffusion Brillouin
est complètement inhibée [courbe solide, Fig. 4.23(b)], la génération
de plasma s’estompe près de la face d’entrée, et par conséquent les
instabilités modulationnelles en découlant cessent tout autant.
La figure 4.24 montre l’évolution spatiale et temporelle des distri-
butions d’intensité pompe et Stokes et la densité plasma générée en
présence d’une modulation de phase de fréquence νm = 0, νm = 2
GHz et νm = 30 GHz, à la distance z = 0.5 cm. Lorsque νm = 0, l’im-
pulsion pompe est fortement amplifiée dès les premières distances de
propagation, en raison d’une forte rétrodiffusion près de la face d’en-
trée de l’échantillon qui tend à augmenter de manière significative la
réponse plasma. Celle-ci induit en retour des instabilités temporelles
dans le profil de l’onde de pompe. Avec une fréquence de modula-
tion νm = 30 GHz, la diffusion Brillouin est totalement supprimée à
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FIGURE 4.24 – (a,b,c) Profils de l’intensité pompe dans le plan (x,t),
(d,e,f) profils Stokes associés et (g,h,i) densités plasma pour différentes
modulations νm = 0 (colonne de gauche), νm = 2 GHz (colonne du
milieu) et νm = 30 GHz (colonne de droite) à la distance z = 0.5 cm.
Les paramètres de l’impulsion incidente sont w0 = 60 µm, tp = 0.5 ns,
λ0 = 355 nm et I1(0) = 26.7 GW/cm2.
l’entrée de l’échantillon, ainsi la réponse du plasma est contenue à un
faible niveau [Fig. 4.24(i)] comparée au cas où νm = 0 [Fig. 4.24(g)].
Par conséquent, la distribution de l’onde de pompe est préservée sur
des temps plus longs et elle s’auto-focalise à la même distance que
pour une configuration à une onde [voir Figs. 4.23(a) et (c), courbes
solides]. L’onde de pompe ne perd pas son énergie par déplétion au
profit de l’onde Stokes et peut ainsi atteindre la distance maximale
d’auto-focalisation accessible pour une impulsion initialement gaus-
sienne spatialement, à savoir, la distance de Marburger, zc ∼ 1.3 cm.
Pour une impulsion modulée en phase à 2 GHz, l’auto-focalisation
prématurée de l’onde de pompe à la distance zc ∼ 0.5 cm est déclen-
chée par des instabilités modulationnelles causées par une trop faible
bande spectrale [86, 87].
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5 Couplage filamentation-Brillouin-plasma
instationnaire à deux ondes dans l’IR
Dans cette section, nous analysons la dynamique non-linéaire d’im-
pulsions laser opérant à la longueur d’onde de 1.064 µm et faisons état
des différences observées par rapport aux impulsions UV. Deux confi-
gurations d’impulsions sont discutées, une à forte intensité [I1(0) =
302 GW/cm2], l’autre à une intensité pompe plus modérée [I1(0) =
162 GW/cm2]. Cette dernière configuration nous permettra de tester
l’efficacité des modulations de phase pour supprimer la rétrodiffusion
Brillouin et les instabilités plasma dans l’infrarouge.
Les simulations présentées ont été réalisées à l’aide du code SBS_3D,
en utilisant une résolution de ∆x = ∆y = 1.87 µm, ∆z = 1.5 µm et
∆t = 7.5 fs. L’étude précédente consacrée à des impulsions dans l’UV
a nécessité deux fois plus de points dans le plan (x, y). Dans l’infra-
rouge, ces contraintes de résolution peuvent être allégées, étant donné
que la taille minimale d’un filament, wfil, est espérée croître linéaire-
ment avec la longueur d’onde (en effet à partir de l’Éq. 2.82, l’équilibre
entre l’effet Kerr et la diffraction conduit à : 1
2k0w2f
∼ ω0c n2 IMax).
5.1 Impulsions pompe non modulées en phase
Configuration à une onde
Commençons par examiner la propagation d’une impulsion IR sans
modulation de phase. Nous choisissons de nouveau une impulsion
gaussienne en espace et de taille transverse w0 = 60 µm et supergaus-
sienne en temps et de largeur temporelle à mi-hauteur (FWHM) égale
à 0.77 ns. En raison d’un plus faible indice Kerr n2 et d’une largeur
Brillouin plus petite ΓB = 2/τB (voir table 2.2 du chapitre 2 ), le déclen-
chement de l’auto-focalisation et l’amplification d’une composante
Stokes sur quelques cm de propagation dans la silice nécessitent une
augmentation de la puissance initiale et de l’intensité par un facteur au
moins égal à 3. Accéder à des puissances incidentes proches de 4 fois
la puissance critique requiert des intensités excédant 300 GW/cm2.
La configuration à une seule onde d’intensité I1(0) = 302 GW/cm2
(Pin ' 4Pcr) conduit alors à une distance d’auto-focalisation proche de
0.5 cm. Comparée à une impulsion UV, la distance d’auto-focalisation
est reduite d’un facteur ∼ 3, ce qui est justifié par la diminution en
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proportion de la longueur de Rayleigh.
FIGURE 4.25 – (a) Intensité maximale (ordonnée de gauche, courbe so-
lide) et variation d’énergie (ordonnée de droite, courbe en tirets) pour
une seule onde à λ0= 1.064 µm avec w0 = 60 µm, tp = 0.5 ns (I0 = 302
GW/cm2, g0 = 0) ; (b) montre la densité plasma correspondante.
Cette propriété est confirmée par la Fig. 4.25(a), qui montre l’in-
tensité maximale d’une impulsion pompe ne subissant pas d’effet
Brillouin. L’énergie dissipée par cette onde est uniquement causée par
de l’absorption multiphotonique (courbe en tirets) et la densité plasma
associée [Fig. 4.25(b)]. Deux observations peuvent être faites. La pre-
mière concerne l’intensité plus élevée en régime d’auto-focalisation,
qui atteint 11 TW/cm2 au cours de la première phase de propagation
(z < 1.4 cm), s’apparentant au niveau d’intensité attendu pour des im-
pulsions nanosecondes. Cette première phase est suivie par une aug-
mentation de l’intensité du faisceau jusqu’à 16 TW/cm2, qui suggère
une dynamique d’impulsion ultracourte. La Figure 4.25(b) montre la
densité plasma, qui n’atteint que∼ 8× 1018 cm−3. Ces comportements
sont représentatifs de l’ionisation aux grandes longueurs d’onde, pour
lesquelles il est beaucoup plus difficile d’ioniser que dans le domaine
ultraviolet. En effet ici 8 photons sont requis pour passer de la bande
de valence à la bande de conduction, alors qu’il ne faut que 3 photons
dans l’UV. Avec une section efficace plus petite (voir table 2.2), l’ordre
de grandeur de l’intensité de filamentation dans l’IR évalué à partir
de l’Éq. (4.30) est ' 8.83 TW/cm2 lorsque nous assumons une défoca-
lisation plasma efficace sur une picoseconde. Pour une action plasma
réduite au temps de recombinaison électronique, i.e., ∆t = 150 fs , IMax
augmente pour atteindre IMax = 11.6 TW/cm2 à 1.064 µm. Autrement
dit, une section efficace d’ionisation multiphotonique beaucoup plus
petite conduit à des niveaux de saturation en intensité plus élevés dans
l’IR, i.e., des intensités plus élevées sont nécessaires pour générer du
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plasma aux grandes longueurs d’ondes. Les pertes relatives d’énergie
dans l’IR peuvent être plus importantes que celles des faisceaux opé-
rant dans l’UV. Moins d’électrons libres sont produits sur des durées
d’impulsion d’1 picoseconde, avec ρMax ' ∆tσK IKMaxρnt de l’ordre de
6.8× 1018 cm−3 dans l’IR.
Les figures 4.26(a,b,c) illustrent les phases d’évolution typique du
profil spatio-temporel d’une impulsion de 302 GW/cm2 en fonction
de z. Nous retrouvons la structure à deux pics qui caractérise l’équi-
libre quasi-stationnaire entre l’ionisation multiphotonique et l’auto-
focalisation Kerr pour une seule onde. Cette structure promeut une
seconde parabole, plus étroite dans le plan (t, z) lorsque z ∼ 1 cm. À z
' 2 cm, le profil de l’impulsion se casse en plusieurs pics courts, ce qui
signale que l’impulsion entre en régime de propagation ultracourte,
via des instabilités plasma [Fig. 4.26(d,e,f)]. Aux premières distances
de propagation, le diamètre de l’impulsion est φp ' 7.5 µm, ce qui est
3 fois le diamètre d’un filament dans l’UV, comme attendu. Les pics
plasma correspondants atteignent leur valeur maximale pour des dia-
mètre effectifs de l’ordre de 3.75 µm.
Comportement à deux ondes
Lorsque les termes Brillouin sont pris en compte (g0 6= 0), nous re-
trouvons la génération de plasma prématurée, conséquence d’une
forte onde Stokes qui est amplifiée au delà de 10 TW/cm2 près de la
face d’entrée de l’échantillon (voir Fig. 4.27). Par comparaison avec les
Figs. 4.13(c,d), une quantité plus grande d’électrons libres est produite
sur 2.5 cm d’échantillon dans l’UV que dans l’IR. La superposition des
intensités pompe et Stokes est en effet nécessaire pour atteindre un
niveau de densité plasma comparable.
Comme montré en Fig. 4.27, la distance d’auto-focalisation de
l’onde de pompe est assez proche de la face d’entrée du matériau.
Prendre en compte des intensités pompe plus faibles et des épais-
seurs d’échantillon plus petites permet de retarder le point d’auto-
focalisation et de limiter la déplétion de l’impulsion pompe au profit
de l’onde rétrodiffusée. Un cas de référence pour une seule onde est
montré sur la Fig. 4.28 détaillant l’auto-focalisation d’une impulsion
pompe avec une intensité environ égale à la moité de la précédente
(162 GW/cm2, Pin ' 2Pcr). Ici, le bruit numérique local et l’intensité
initiale ne sont pas suffisants pour déclencher des instabilités.
En présence d’effet Brillouin (g0 6= 0), une rétrodiffusion efficace
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FIGURE 4.26 – (a,b,c) Profils d’intensité de l’onde IR [Fig. 4.25] à dif-
férentes distances z. Cette figure montre l’apparition d’une structure
à deux pics résultant d’une défocalisation en régime de propagation
nanoseconde (première parabole), puis la formation d’une parabole
secondaire, qui finalement se scinde en plusieurs pics de durée picose-
conde à cause de l’instabilité plasma. (d,e,f) Profils plasma correspon-
dants.
FIGURE 4.27 – (a) Intensité maximale (ordonnée de gauche, courbe so-
lide) et variation d’énergie (ordonnée de droite, courbe en tirets) pour
une impulsion initialement gaussienne avec λ0 = 1.064 µm, w0 = 60
µm, tp = 0.5 ns, qui s’auto-focalise sur L = 2.5 cm de silice (I0 = 302
GW/cm2, g0 6= 0) et prenant en compte l’effet Brillouin. La courbe
bleue (verte) correspond à l’onde de pompe (onde Stokes). (b) Densité
plasma correspondante.
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prend place sur une épaisseur de 2 cm (Fig. 4.29). De nouveau, une
instabilité précoce amène à une amplification de l’onde de pompe.
Une réponse plasma stationnaire, à l’opposé, régularise l’impulsion
sur ces premières distances de propagation.
En régime instationnaire, des instabilités plasma se développent près
de la face d’entrée, forçant le faisceau pompe à diverger dès ses pre-
mières distances de propagation. Comme nous le montrons sur les
Figs. 4.30(a,b), de telles instabilités cassent l’homogénéité du profil de
l’onde de pompe et elles sont nourries par l’onde rétrodiffusée [voir
Figs. 4.30(d,e)]. Les réponses plasma correspondantes sont illustrées
sur les Figs. 4.30(g,h). En considérant un plasma stationnaire (courbes
claires dans la Fig. 4.29), nous observons que les intensités des ondes
pompe et Stokes près de la face d’entrée sont clairement plus faibles
que celles avec une réponse plasma dynamique [comparer les Fig.
4.30 et Fig. 4.31]. Même avec un faible niveau de plasma (∼ 2× 1011
cm−3), nous avons vérifié que dans l’intervalle longitudinal z < 0.5
cm, des modes instables excités par un plasma dynamique peuvent se
développer avec un taux de croissance significatif λ+ ∼ 0.1 cm−1 dès
que l’intensité de l’onde de pompe est de l’ordre de 1 TW/cm2 alors
que RS excède l’unité (e.g., RS = 5), comme illustrée par la Fig. 4.32.
FIGURE 4.28 – (a) Intensité maximale (ordonnée de gauche, courbe so-
lide) et variation d’énergie (ordonnée de droite, courbe en tirets) pour
une seule onde gaussienne avec λ0 = 1.064 µm, w0 = 60 µm, tp = 0.5
ns, I0 = 162 GW/cm2 et g0 = 0. (b) Densité plasma correspondante.
5.2 Impulsions infrarouges modulées en phase
Nous avons précédemment rappelé que quelle que soit la valeur
de l’intensité initiale de l’onde de pompe, il existe en principe tou-
jours une largeur de bande spectrale critique promue au-delà de la-
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FIGURE 4.29 – (a) Intensité maximale pour une impulsion initialement
gaussienne avec λ0= 1.064 µm, w0 = 60 µm, tp = 0.5 ns, qui s’auto-
focalise dans 2 cm de silice (I0 = 162 GW/cm2, g0 6= 0) et avec effet
Brillouin. Les courbes bleues foncées (réponse plasma dynamique) et
bleues claires (plasma stationnaire) se réfèrent à l’onde de pompe. Les
courbes vertes foncées et vertes claires correspondent à l’onde Stokes
associée. (b) Densité plasma correspondant au cas dynamique. L’in-
sert montre un zoom de la densité plasma aux premières distances de
propagation.
quelle l’onde Stokes peut être supprimée de manière radicale par des
modulations de phase. Les figures 4.33(a,b) montrent le profil de puis-
sance de l’onde de pompe initiale (courbe noire), celui de l’onde de
pompe en sortie d’un échantillon de silice après 2 cm de propagation
(courbe bleue) et celui de l’onde Stokes en face d’entrée de l’échan-
tillon (courbe verte) pour l’impulsion IR à 2Pcr [I1(0) = 162 GW/cm2].
Sur la base de la Fig. 3.3 du Chapitre 3, une rapide estimation aux ni-
veaux d’intensité ∼ 160 GW/cm2 suggère qu’une largeur de bande
spectrale d’environ 3000 GHz est requise pour inhiber totalement la
rétrodiffusion Brillouin. En utilisant une profondeur de modulation
m = 21, une fréquence de modulation νm = 72 GHz est en principe
suffisante. Parce que la valeur de m dépend de la longueur de l’onde
laser m ∼ 1/λ0 [21], nous avons aussi testé un nombre de modes
plus petit ( m = 7). Avec une profondeur de modulation m = 7, une
fréquence de modulation de 214 GHz est nécessaire pour avoir une
largeur de bande spectrale supérieure à la largeur de bande critique.
Les Figs. 4.33(b),(c) montrent clairement que l’onde rétrodiffusée dans
le domaine infrarouge peut ainsi être de nouveau supprimée. Les fi-
gures 4.33(d,f) illustrent les différences sur les pertes d’énergie par-
tielle. Sans modulation de phase l’énergie de l’onde de pompe décroît
en cédant une partie de son contenu à l’onde Stokes sur de courtes dis-
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FIGURE 4.30 – (a,b,c) Profils d’intensité pompe (réponse plasma dy-
namique) de la Fig. 4.29 à différentes distance de propagation mon-
trant des instabilités qui apparaissent dès les premières distances de
propagation. (d,e,f) Profils d’intensité Stokes. (g,h,i) Profils de densité
plasma correspondante.
FIGURE 4.31 – (a,b,c) Profils d’intensité pompe de la Fig. 4.29 à dif-
férentes distance de propagation mais pour un plasma stationnaire.
(d,e,f) Profils d’intensité Stokes.
tances de propagation. Lorsque l’onde Stokes est supprimée, la perte
d’énergie est alors due seulement à l’absorption multiphotonique qui
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FIGURE 4.32 – Taux de croissance λ+ [cm−1] dans le plan
(k⊥/
√
2k0,Ωτrec) pour λ0 = 1064 nm, w0 = 60 µm et I1s ≡ I0 = 1
TW/cm2 avec RS = I2s/I1s = 5.
affecte l’onde de pompe lors de la génération de plasma. Les profils
de fluence montrés en insert révèlent une fluence rétrodiffusée de 25
mJ/cm2 sans modulation de phase (le seuil de dommages en fluence
pour une impulsion dans l’IR est Fth ∼ 25− 30 J/cm2), et de seulement
∼ 2.5× 10−9 mJ/cm2 et∼ 7.9× 10−8 mJ/cm2 avec une modulation de
phase de 72 GHz et 214 GHz, respectivement.
La figure 4.34 illustre l’évolution de l’intensité pompe et celle de l’onde
Stokes, séparément, avec leur densité plasma lorsqu’une largeur de
bande spectrale suffisament large est employée. Nous observons que
la distance de Marburger pour une seule onde gaussienne qui s’auto-
focalise se retrouve pour les cas où la rétrodiffusion Brillouin stimu-
lée est totalement supprimée (comparer avec Fig. 4.28). Nous retrou-
vons le même scénario décrit précédemment, i.e., avec une large bande
spectrale, l’onde rétrodiffusée est supprimée à l’entrée de l’échantillon
du hublot de silice, et l’homogénéité du profil de l’onde pompe est
préservée. Enfin, l’onde pompe suit la même dynamique que celle
d’une seule onde. Nous retrouvons la structure à deux pics caracté-
risant l’équilibre quasi-stationnaire entre l’ionisation multiphotonique
et l’auto-focalisation par effet Kerr et la formation de paraboles secon-
daires. Les profils spatio-temporels sont illustrés dans les Figs. 4.35,
4.36 et 4.37. Ils mettent de nouveau en avant le parfait accord avec la
dynamique développée par une seule onde en régime de propagation
nanoseconde lorsque l’effet Brillouin est efficacement supprimé.
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FIGURE 4.33 – Distribution de puissance d’une impulsion gaussienne
avec w0 = 60 µm, tp = 0.77 ns et I1(0) = 162 GW/cm2 (a) sans mo-
dulation de phase, (b) avec une modulation de phase νm = 72 GHz
et une profondeur de modulation m = 21, (c) avec νm = 214 GHz et
profondeur de modulation m = 7. La courbe noire est la puissance en-
trant dans un échantillon de silice de 2 cm d’épaisseur ; la courbe bleue
représente la puissance de l’onde de pompe en sortie d’échantillon et
la courbe verte est la puissance de l’onde Stokes en entrée d’échan-
tillon. (d,e,f) Variations des énergies partielles, (d) sans modulation de
phase (e,f) avec modulation de phase. Les inserts montrent les profils
de fluence de l’onde de pompe à z = 2 cm et de l’onde Stokes à z = 0
sur une surface de 50 µm × 50 µm.
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FIGURE 4.34 – (a) Intensité maximale de l’onde de pompe, (b) de l’onde
Stokes et (c) densité d’électrons de l’impulsion simulée dans la Fig.
4.33. Les courbes bleues pleines et claires en tirets représentent les cas
avec νm = 72 GHz (m = 21) et νm = 214 GHz (m = 7), respectivement. Les
courbes bleues foncées se réfèrent au cas sans modulation de phase. La
courbe bleue claire représente le cas avec une modulation de phase νm
= 214 GHz.
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FIGURE 4.35 – (a,b,c) Profils du faisceau pompe dans le plan (x, t) sans
modulation de phase (νm = 0) aux distances de propagation z = 0.06
cm (gauche), z = 0.6 cm (milieu), et z = 1.5 cm (droite). (d,e,f) Ondes
Stokes associées et (g,h,i) densités plasma. Les paramètres de l’im-
pulsion incidente sont w0 = 60 µm, tp = 0.5 ns, λ0 = 1064 nm et
I1(0) = 162 GW/cm2 [P1(0) = 2Pcr].
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FIGURE 4.36 – (a,b,c) Profils du faisceau pompe dans le plan (x, t) avec
une modulation de phase de fréquence νm = 72 GHz et une profon-
deur de modulation m = 21, aux distances de propagation z = 0.06
cm (gauche), z = 1.25 cm (milieu), et z = 1.5 cm (droite). (d,e,f)
Ondes Stokes associées et (g,h,i) densités plasma. Les paramètres de
l’impulsion incidente sont w0 = 60 µm, tp = 0.5 ns, λ0 = 1064 nm et
I1(0) = 162 GW/cm2 [P1(0) = 2Pcr].
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FIGURE 4.37 – (a,b,c) Profils du faisceau pompe dans le plan (x, t)
avec une modulation de phase de fréquence νm = 214 GHz et une
profondeur de modulation m = 7, aux mêmes distances de propaga-
tion qu’en Fig. 4.36. (d,e,f) Ondes Stokes associées et (g,h,i) densités
plasma. Les paramètres de l’impulsion incidente sont w0 = 60 µm,
tp = 0.5 ns, λ0 = 1064 nm et I1(0) = 162 GW/cm2 [P1(0) = 2Pcr].
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6 Etude de la robustesse de la modulation de
phase en présence d’un bruit aléatoire
La problématique restante est celle de la robustesse des précédentes
modulations de phase en présence de fluctuations d’amplitude dans le
profil de l’onde de pompe laser. De telles fluctuations pourraient être
induites par un bruit local à la sortie de la source laser par des tech-
niques de lissage classique produisant des figures de « speckle » qui
affectent de manière stochastique l’intensité moyenne de l’onde de
pompe. Nous pouvons nous interroger si l’impact de telles pertur-
bations peut altérer l’efficacité des modulations de phase. Afin de ré-
pondre à cette question, nous répétons nos simulations avec une onde
de pompe opérant à 355 nm, modulée en phase avec une fréquence de
30 GHz et une profondeur m = 21, mais perturbée initialement par un
bruit aléatoire d’1% en amplitude. Nous faisons la même chose dans
le domaine infrarouge à 1.064 µm avec une fréquence νm = 214 GHz
et une profondeur de modulation m = 7.
La figure 4.38 montre les profils de puissance des ondes pompe et
Stokes prenant en compte les configurations mentionnées précédem-
ment. Nous observons clairement que l’onde Stokes croît de nouveau,
simplement à cause du bruit initial dans le profil temporel de l’onde de
pompe à la fois dans l’ultraviolet et dans l’infrarouge. Il est important
de noter que la fluence rétrodiffusée est maintenant en mesure d’at-
teindre ∼ 12 J/cm2 à 355 nm (respectivement 0.6 J/cm2 à 1.064 µm),
approchant dangeureusement les seuils de dommages. La même in-
formation peut être déduite à partir des énergies pompe et Stokes car
l’onde de pompe perd une part significative de son énergie au profit
de l’onde Stokes par effet Brillouin. Concernant les intensités maxi-
males, la Fig. 4.38(e,f) montre une forte onde rétrodiffusée qui s’ac-
compagne d’instabilité prématurée reculant le foyer non-linéaire sur
l’axe de propagation et induisant une augmentation des niveaux d’in-
tensités. Cette propriété se retrouve pour une impulsion pompe initia-
lement perturbée en amplitude et opérant dans l’infrarouge.
Une impulsion qui présente des fluctuations initiales, même de faibles
niveaux d’amplitude, est donc en mesure de casser l’efficacité des mo-
dulations de phase, de déclencher à nouveau des instabilités au cours
de la propagation et de rétrodiffuser une part significative de l’énergie
laser.
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FIGURE 4.38 – (a,b) Profils de puissance pour des impulsions opérant
dans les domaines UV et IR détaillés dans les Figs. 4.22(c) et 4.33(c),
respectivement, mais affectées par 1% de bruit aléatoire en amplitude.
(c,d) Variation des énergies partielles et profils de fluence de l’onde
Stokes à z = 0 et z = 2 cm. Les fluences transverses ont une aire de 50
µm × 50 µm dans le plan (x, y). (e,f) Intensités de l’onde de pompe
(courbes bleues foncées) et Stokes (courbes vertes foncées).
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7 Conclusion
En résumé, nous avons étudié le couplage entre la filamentation
Kerr, la rétrodiffusion Brillouin stimulée et la génération de plasma
pour des impulsions nanosecondes se propageant dans la silice. Nous
avons examiné l’effet d’une réponse plasma dynamique sur la filamen-
tation des ondes pompe et Stokes, dans l’ultraviolet et l’infrarouge. La
réponse plasma prend en compte les effets d’ionisation multipho-
nique et de recombinaison électronique. Nous rapportons l’apparition
d’instabilités modulationnelles due à l’action du plasma instationnaire
après un régime d’équilibre quasi-stationnaire entre l’auto-focalisation
Kerr et la défocalisation plasma, lorsque les impulsions ne sont pas
l’objet de perturbations externes. La phase d’instabilité a été expli-
quée au moyen d’une analyse de stabilité de type onde plane, rele-
vant l’existence de modes temporels instables, dont la fréquence opti-
male est proche de l’inverse du temps de recombinaison électronique.
Confirmée par une étude numérique, ces instabilités se développent
à partir de la compression Kerr de l’impulsion en régime d’auto-
focalisation. Elles proviennent de la durée de vie finie du plasma sur
laquelle la région la plus focalisée de l’impulsion initialement de durée
nanoseconde tend à se scinder. Cette instabilité promeut la production
de pics de très courte durée dans le profil de l’impulsion. Ainsi, une
impulsion initialement nanoseconde entre dans un régime de propa-
gation femtoseconde. En présence de petites fluctuations temporelles,
la phase quasi-stationnaire disparaît et l’impulsion entre directement
dans un régime de filamentation ultracourt durant sa première phase
d’auto-focalisation. Et ce, à cause des instabilités plasma dynamiques.
En prenant en compte l’effet Brillouin, nous mesurons une forte
rétrodiffusion lorsque l’impulsion pompe se propage sur quelques
cm de silice. Compte tenu des perturbations induites par les ondes
acoustiques et le processus de diffusion Brillouin, la filamentation de
l’impulsion pompe adopte une dynamique ultracourte sans qu’il soit
nécessaire de rajouter un bruit externe. La différence capitale avec
une configuration à une onde est que les instabilités plasma prennent
naissance dès les premières distances de propagation, car la densité
plasma est aussi excitée dans la partie arrière de l’impulsion par des
ondes Stokes qui atteignent leur intensité maximale en face d’entrée
de l’échantillon. En retour, ce comportement a pour effet de déstabili-
ser l’onde de pompe qui atteint des niveaux d’intensité élevés dès les
premières distances de propagation. L’existence de telles instabilités
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plasma apparaissant sur des temps courts (temps de recombinaison
électronique) a été de nouveau justifiée par une analyse de stabilité
pour deux ondes planes.
Afin de supprimer ces sources de dommages, des modulations de
phase cassant l’impulsion pompe initiale en un train d’impulsions de
durée picoseconde ont été utilisées, permettant ainsi de ne pas ex-
citer les ondes acoustiques à l’origine de la rétrodiffusion Brillouin.
Nous avons démontré ici que les modulations de phase peuvent en-
core réduire significativement les niveaux de fluence même avec une
réponse plasma dynamique du matériau. De grandes profondeurs de
modulations associées à une fréquence de modulation suffisamment
large permettent alors de supprimer la rétrodiffusion Brillouin. Dans
ce cas, à la fois l’onde rétrodiffusée et la forte contribution plasma s’an-
nulent, ce qui permet de préserver l’homogénéité du profil de l’impul-
sion pompe. Cependant, nous devons garder à l’esprit que de petites
fluctuations aléatoires dans le profil de l’impulsion laser peuvent alté-
rer l’action des modulations de phase en causant une augmentation de
la rétrodiffusion Brillouin, ce qui a pour effet in fine de limiter l’effica-
cité de cette technique de lissage en régime d’auto-focalisation.
En résumé, ce travail fournit, au meilleur de nos connaissances, la pre-
mière étude numérique du couplage d’impulsions nanosecondes en
présence d’une réponse plasma dynamique dans les solides. Il dé-
montre que la génération de plasma induite par filamentation des
ondes optiques contribue à augmenter le niveau d’instabilités poten-
tielles lorsque des impulsions longues se propagent dans un milieu
Kerr. Cependant, l’utilisation d’impulsions à large bande peut encore
être un moyen efficace pour supprimer non seulement la rétrodiffu-
sion Brillouin stimulée, mais aussi les instabilités dues à la nature dy-
namique du plasma, pourvu que les impulsions laser soit suffisam-
ment « propres ».
Nos résultats complètent ceux publiés dans les Réfs. [85–87], où des
modulations de phase ont été employées afin de supprimer la rétro-
diffusion Brillouin pour des impulsions qui initialement ne présentent
pas un bruit aléatoire dans leur profil temporel. Dans la Réf. [85], il a
été montré qu’une largeur spectrale de 100 GHz produit des instabi-
lités modulationelles qui raccourcissent la distance d’auto-focalisation
de l’onde de pompe et amplifie l’onde rétrodifusée. Dans la Réf. [86,
87], une suppression efficace de la rétrodiffusion Brillouin stimulée a
été réalisée en utilisant une largeur spectrale plus large. Ici, nous nous
sommes intéressés à l’action d’une réponse plasma dynamique. Nous
démontrons qu’en présence de rétrodiffusion Brillouin, une réponse
plasma instationnaire peut aussi affecter l’auto-focalisation des ondes
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pompe et Stokes lorsque le seuil d’ionisation du matériau est atteint.
Les instabilités plasma dues au changement de l’indice de réfraction
causé par une forte rétrodiffusion, peuvent être supprimées aux pre-
mières distances de propagation en utilisant des modulations de phase
adéquates. Cependant, cette technique peut s’avérer fragile durant la
phase de création de dommages lorsque cette dernière est induite par
des impulsions laser dont le profil temporel est affecté par des fluctua-
tions aléatoires.
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–To those who do not know mathematics it is difficult to get accross
a real feeling as to the beauty, of deepest beauty of nature... Il you
want to learn about nature, to appreciate nature, it is necessary to
understand the language that she speaks in.
Richard P. Feynman (1918- 1988)
5
Filamentation d’impulsions laser
femtosecondes dans les verres de
silice et les cristaux de KDP
Dans ce chapitre, nous étudions numériquement la dynamique
non-linéaire d’impulsions femtosecondes se propageant dans la silice
et le KDP. Dans un premier temps, nous montrons que la présence de
défauts impliquant moins de photons pour exciter un électron de la
bande de valence à la bande de conduction promeut des intensités de
filamentation plus élevées.
Dans une seconde partie, nous avons comparé la dynamique de fila-
mentation dans la silice avec celle dans un cristal de KDP. Le modèle
d’ionisation retenu pour le KDP tient compte de la présence de dé-
fauts et de la dynamique électrons-trous. Alimentés en électrons par
des canaux d’ionisation variés, ce cristal promeut des niveaux d’inten-
sité d’environ 200 TW/cm2 et un canal plasma se maintenant sur de
plus grandes distances que dans la silice. En dépit de ces différences, la
dynamique de propagation dans la silice et le KDP présentent des si-
militudes remarquables pour des rapports de puissance incidente sur
puissance critique équivalents.
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1 Introduction
Depuis deux décennies, l’étude de l’interaction d’impulsions la-
ser femtosecondes intenses avec des diélectriques a mis en évidence
des propriétés importantes dans la dynamique de propagation non-
linéaire de la lumière et la robustesse des matériaux irradiés. Un
phénomène surprenant est celui de la filamentation d’impulsions
de grande puissance dans les solides transparents, qui a pour ori-
gine la compétition entre la diffraction, la dispersion chromatique,
l’auto-focalisation Kerr et la génération de plasma [27, 30, 120, 124].
Ce régime de filamentation repose sur le même principe que celui dé-
crit précédemment, i.e., il implique essentiellement un équilibre entre
l’auto-focalisation Kerr et la génération d’un plasma de faible densité.
La différence principale avec la thématique précédente est que ce ré-
gime concerne des impulsions ultrabrèves pour lesquelles la réponse
Kerr peut impliquer de la diffusion Raman par les molécules du ma-
tériau d’interaction et une forte dispersion de l’impulsion en temps.
D’un point de vue théorique, et dans le cadre du programme Simu-
lation du CEA-DAM, une problématique importante est celle de défi-
nir un modèle adéquat de propagation et d’interaction laser-matière
dans des matériaux comme les verres de silice (SiO2), les cristaux
de KDP/KH2PO4 (dihydrogéno phosphate de potassium) ou encore
les cristaux de DKDP/KD2PO4 [61]. Couramment employés dans les
systèmes laser de haute puissance dévolus à la fusion par confine-
ment inertiel, ces matériaux sont soumis à des flux laser intenses.
Une connaissance approfondie de leurs propriétés intrinsèques d’io-
nisation et de l’interaction non-linéaire laser-matière est donc cru-
ciale pour comprendre comment et où les dommages laser initiés par
la génération de plasma prennent naissance. En particulier, la forte
croissance de l’intensité laser qui se produit pendant la phase de fi-
lamentation peut être une source potentielle de dommages, puisque
l’ionisation par effet multiphotonique produit un plasma d’électrons
dans le sillage du champ laser et que ce plasma est susceptible de
modifier la structure du matériau.
Bien que les verres de silice et les cristaux de KDP soient fréquemment
utilisés dans le contexte de la FCI pour des impulsions nanosecondes,
les dommages induits par laser ont récemment été étudiés pour des
impulsions plus courtes, femtosecondes, à la fois théoriquement et
expérimentalement [50]. Une motivation est la compréhension de l’in-
fluence de défauts précurseurs, qui peuvent localement introduire
sur quelques nanomètres des zones de dommages non uniformes.
Dans les cristaux de KDP, des défauts comme des vacances d’oxy-
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gène, conduisent au piégeage de trous. Pour établir une description
précise de l’interaction, il est fondamental de prendre en compte la
structure de bande particulière des cristaux de KDP. Par exemple, il a
été montré récemment que des « états électroniques localisés dans la bande
interdite » (ou SLG pour « State Localized in the Gap ») peuvent servir
d’états de transition intermédiaires, qui permettent aux électrons de
la bande de valence de passer dans la bande de conduction. Un état
SLG est attendu par exemple dans les cristaux de KDP à ∼ 3.1 eV
au-dessus de la bande de valence. À travers des transitions issus de
tels états, un nombre moins important de photons est impliqué que
dans un processus multiphonique direct [47, 50]. En outre, le taux de
piégeage croît avec l’excitation laser, et le piégeage des trous précède
celui des électrons [83]. A l’opposé, dans les verres de silice, le passage
des électrons de la bande de valence à la bande de conduction est
direct et la dynamique de piégeage des électrons ne dépend pas de
l’intensité laser.
L’objectif de cette étude est donc d’examiner la dynamique d’impul-
sions laser femtosecondes à différentes longueurs d’onde dans la silice
et le KDP. Les deux longueurs d’onde considérées ici seront λ0 = 355
nm dans le domaine ultraviolet, représentative des longueurs d’onde
des impulsions employées dans le contexte de la fusion par confine-
ment inertiel, et λ0 = 800 nm, représentative des sources Titane : Sa-
phir utilisées pour étudier les dommages induits par des impulsions
laser ultracourtes.
L’auto-focalisation est un phénomène omniprésent lors de la pro-
pagation d’impulsions de haute intensité et par conséquent d’une
importance capitale pour la compréhension des dommages potentiels
créés par laser. En particulier, l’intensité maximale atteinte à l’intérieur
d’un matériau est en relation étroite avec l’intensité de filamentation,
qui traduit la dynamique d’auto-guidage de l’impulsion laser. Mal-
heureusement, cette intensité de filamentation n’est pas accessible
directement dans les solides par des mesures expérimentales. Pour
toutes ces raisons, les estimations déduites à partir de simulations nu-
mériques fournissent en général des informations capitales. L’intensité
en régime de filamentation est un paramètre crucial pour l’interaction
d’impulsions laser avec des cristaux qui présentent des défauts [111].
La qualité des résultats de simulation dépend du modèle choisi pour le
matériau, en particulier, une description adéquate de la densité d’élec-
trons générée lors du processus d’auto-focalisation laser. Dans cette
étude, les modèles d’ionisation pris en compte considèrent soit une
transition directe de la bande de valence vers la bande de conduction
(silice), ou des transitions partielles causées par la présence d’états
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localisés dans la bande interdite (KDP). Différents modèles pour la
photoionisation sont utilisés, du taux de Keldysh complet avec l’ioni-
sation par effet tunnel [66] à un taux d’ionisation purement multipho-
tonique (MPI). La croissance de la densité d’électrons dans la bande
de conduction est limitée par la relaxation électronique, dont l’échelle
temporelle dépend de la population des trous piégés et leur capacité à
piéger des électrons en retour.
Dans ce qui suit, nous rappellons quelques modèles physiques d’io-
nisation, dont certaines impliquent une dynamique électrons-trous.
Nous comparons la dynamique de filamentation pour des impulsions
courtes (50 fs) dans la silice et le KDP. Pour la silice irradiée à 355 nm,
les intensités maximales, la densité d’électrons et les pertes d’éner-
gie induites par ionisation sont comparables dans l’UV avec un taux
MPI ou avec le taux complet de Keldysh. Nous discutons ensuite des
résultats obtenus dans le domaine infrarouge, pour lequel des dé-
fauts promeuvent un nombre de photons réduit pour transférer des
électrons dans la bande de conduction. À 800 nm, les impulsions se
propageant sur 1 cm développent en effet une croissance spectaculaire
de l’intensité, due à la faible densité de défauts considérés. L’influence
de l’énergie du gap est discutée. Nous étudions ensuite un modèle
complet de cristal KDP incluant 4 canaux d’ionisation distincts dont
nous comparons la dynamique avec un modèle standard d’ionisation
de la silice. En dépit d’une bande interdite comparable pour les deux
matériaux, nous rapportons des différences dans les taux d’ionisa-
tion conduisant à des niveaux d’intensité de filamentation trois fois
supérieurs dans le KDP et un canal plasma plus long comparé à la
silice. Le premier effet est causé par une section efficace d’ionisation
à 5-photons plus faible dans le KDP ; le dernier résulte des transitions
réduites à partir des états localisés dans la bande interdite (SLGs). En
outre, nous rapportons une dynamique spatio-temporelle de filamen-
tation similaire à la fois dans la silice et dans le KDP pour des rapports
entre puissance incidente et puissance critique analogues. Enfin, nous
simulons des impulsions laser plus longues (500 fs), pour lesquelles
nous espérons augmenter l’impact des défauts sur des temps de re-
laxation plus longs, puisque les temps de recombinaison électronique
sont de l’ordre de la picoseconde. La plupart des propriétés caracté-
risant la filamentation des impulsions ultracourtes sont, cependant,
retrouvées pour ces impulsions plus longues.
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2 Modèle sans dynamique électrons-trous
Pour réaliser les simulations présentées ci-après, nous avons utilisé
le modèle de propagation d’impulsion unidirectionnelle [Éq. (2.194)]
pour des impulsions polarisées linéairement. Le code utilisé dans cette
section est pleinement 3D. Nous assumons dans un premier temps que
l’effet Kerr retardé et l’effet de diffusion Raman sont négligés. Ce der-
nier effet sera inclus et commenté plus tard dans le cadre d’une modé-
lisation physique plus réaliste. La densité d’électrons libres ρ est régie
par l’équation (2.196). La puissance critique d’auto-focalisation est tou-
jours définie par Pcr ' λ20/(2pin0n2). La densité plasma critique, au-
delà de laquelle le faisceau laser ne peut plus se propager, est évaluée
par ρc ' 1.11× 1021/λ20[µm] [30]. La densité initiale d’électrons de va-
lence (densité d’électrons dans l’état fondamental) est ρnt = 2.1× 1022
cm−3 et l’énergie de la bande interdite est fixée à Ui = 9 eV, sauf
mention contraire. Pour la silice à 355 nm, les valeurs de n0, n2, Pcr et
les premiers ordres dispersifs, k(2) et k(3), ainsi que la section efficace
d’ionisation MPI sont les mêmes que celles utilisées à cette longueur
d’onde dans le Chapitre 4.
Ici, deux modèles d’ionisation différents décrivant la densité d’élec-
trons libres ρ seront comparés. Le premier, appelé «modèle de Keldysh» :
∂tρ = W(I)(ρnt − ρ) + σρI/Ui − ρ/τrec, (5.1)
prend en compte le taux standard de Keldysh W(I) [66], qui inclut à la
fois l’ionisation multiphotonique avec un nombre de photons K pour
des intensités relativement faibles ≤ 1013 W/cm2 et l’ionisation tun-
nel pour les intensités plus élevées. Une masse réduite électrons-trous
égale à 0.635 pour la silice a été utilisée. σ = µ0q2e /(meτeω0k0) dé-
signe la section efficace de collision (Bremsstrahlung inverse), qui ca-
ractérise l’ionisation par impact. Avec un temps de collision électrons-
neutres de 20 fs, cette section efficace prend la valeur σ = 2.55× 10−39
cm2. Dans la suite, le processus collisionnel modélisé par σρI/Ui sera
ignoré, lorsque l’intensité et la densité d’électrons étudiées ici (< 1015
W/cm2, ρ ρnt) conduisent à une petite fraction d’ionisation par ava-
lanche. Cette hypothèse est confirmée dans la Fig. 5.1, où la courbe
noire en pointillés (sans avalanche) et la courbe verte en pointillés (in-
cluant l’avalanche sur ∼ 5.6 mm) sont presque confondues. Dans l’Éq.
(5.1), τrec = 150 fs est la recombinaison électronique, que l’on suppose
indépendante de la longueur d’onde laser [124].
Outre le modèle de Keldysh, un autre modèle d’ionisation sera ana-
lysé, à savoir le modèle de base reposant sur des transitions multi-
photoniques de la bande de valence à la bande de conduction auquel
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est associée une paire électron-trou. Étant donné que la densité d’élec-
trons libres est negligeable comparé à la densité d’électrons de valence
(ρ ρnt), la dépeuplement de la bande de valence est négligée. Le mé-
canisme de relaxation électronique est relié au temps caractéristique de
piégeage d’une paire électron-trou, τ1, que nous choisissons égal au
temps de recombinaison τrec pour la silice (τrec ' 150 fs) afin d’eviter
une dispersion trop importante des valeurs des paramètres. En sup-
posant que l’ionisation est essentiellement due à des processus multi-
phoniques [W(I) = σK IK], le modèle d’ionisation résultant s’écrit [50]
∂tρ = σKρnt IK − ρ/τ1,
∂tρtr = ρ/τ1, (5.2)
où σK est la section efficace d’absorption multiphonique pour passer
de la bande de valence à la bande de conduction et ρtr est la densité des
états piégés. Puisque les électrons piégés ne contribuent pas au courant
chargé, nous ignorons leur contribution dans la dynamique plasma. À
355 nm avec K = 3, nous considérons simplement le taux standard
MPI [17]. À 800 nm, les valeurs pour les principaux paramètres phy-
siques sont détaillées dans la table 5.1, où les indices non-linéaires Kerr
sont issus des Réfs. [8, 92].
Paramètres physiques Ui = 9 eV Ui = 7.7 eV
n0 1.454 1.454
k(2) (fs2/cm) 362 362
k(3) (fs3/cm) 275 275
n2 (cm2/W) 3.2× 10−16 3.2× 10−16
Pcr (MW) 2.19 2.19
K = mod[Ui/(h¯ω0)] + 1 6 5
σK (s−1 cm2K/WK) 9.8× 10−70 8.0× 10−56
K′ 3 3
σK′ (s−1 cm2K
′
/WK
′
) 2.67× 10−27 1.56× 10−27
σ (cm2) 6.57× 10−39 6.57× 10−39
TABLE 5.1 – Paramètres physiques de la silice à 800 nm.
Le modèle d’ionisation « à défauts » assume cette fois-ci un état
localisé dans le gap. Cet état est supposé rapidement peuplé et la tran-
sition vers la bande de conduction implique un nombre de photons
réduit (K′ < K) :
∂tρ = σK′ρSLG IK
′ − ρ/τ1,
∂tρtr = ρ/τ1. (5.3)
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Ici K′ désigne le nombre de photons effectifs requis pour traverser
la bande interdite de potentiel Ui = 9 eV. Alors qu’une impulsion
opérant à 355 nm peut éventuellement se passer d’état intermédiaire
proche de la bande de valence (h¯ω0 = 3.5 eV > 3.1 eV), de tels états ré-
duisent effectivement les transitions requises à 800 nm (h¯ω0 = 1.55 eV)
(voir Réf. [50]). Nous procédons à une étude académique de tels états
intermédiaires. Par exemple, au sein de la bande interdite, des états
localisés à 4.5 eV de la bande de conduction sont supposés exister et
avoir une densité ρSLG = 2× 1017 cm−3, qui est constamment remplie
au cours de la propagation. K′ = 3 est alors le nombre de photons
nécessaire pour atteindre la bande de conduction, avec une section
efficace σK′ = 2.67 × 10−27 s−1 cm6/W3 évaluée à partir du taux de
Keldysh et un temps de relaxation τ1 = 150 fs. Dans le modèle UPPE
(2.194), les pertes par absorption multiphotonique sont alors évaluées
à partir du théorème de Poynting, EJloss = UiρSLGσK′ IK
′
, qui conduit
au coefficient effectif multiphotonique
β(K) = Kh¯ω0σK′ρSLG. (5.4)
Ici, K = 6 photons sont consommés pour remplir le niveau des états
localisés et assurer le passage d’électrons du niveau SLG vers la bande
de conduction. Dans la section 2.3, une bande interdite plus petite Ui =
7.7 eV sera étudiée, en utilisant des paramètres plus proches de ceux
proposés dans la Réf. [50].
Nous simulons des impulsions gaussiennes qui opérent dans l’UV
à 355 nm (K = K′ = 3) puis dans l’infrarouge à 800 nm (K′ = 3 < K =
6). L’impulsion initiale a un profil en amplitude de la forme
E(z = 0, x, y, t) =
√
cµ0Pin
pin0w20
e
− x2+y2
w20
− t2
t2p + c.c., (5.5)
avec une largeur à mi-hauteur à 1/e2 tp = 50 fs, w0 = 60 µm, et la
puissance initiale est Pin = 37.7 MW, i.e., 100 Pcr dans le domaine UV et
17.2 Pcr dans l’IR. À ces deux longueurs d’onde, l’impulsion a la même
intensité I0 = 0.67 TW/cm2 à z = 0 et la même énergie Ein ' 2.4 µJ.
Nous rappelons que la variable t correspond au temps dans le repère
mobile de l’impulsion avec la vitesse de groupe vg (t→ t− z/vg). Les
pas spatio-temporels utilisés sont ∆x = ∆y = 0.7 µm et ∆t ' 0.1 fs,
pour un pas en z auto-adaptatif.
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2.1 Filamentation d’impulsions laser UV femtosecondes
La figure 5.1 montre des caractéristiques macroscopiques d’une
impulsion opérant à 355 nm avec 100 puissances critiques (∼ 2.4 µJ).
Les courbes noires en tirets correspondent à la propagation dans la
silice avec une ionisation calculée à partir du taux de Keldysh pour
les solides, en négligeant l’ionisation collisionnelle. La courbe verte en
pointillés inclut en outre cette ionisation par impact. On observe que
les courbes avec et sans ionisation collisonnelle sont confondues. Ce
résultat confirme donc le faible rôle joué par l’ionisation par impact
(sur∼ 5 mm seulement). Les courbes bleues représentent la formation
d’un filament dans la silice en utilisant le modèle MPI (5.2), sans ioni-
sation collisionnelle. La dynamique de filamentation est similaire entre
une impulsion régie par le taux de Keldysh et celle déduite du modèle
(5.2). En dépit de différences secondaires aux larges distances (> 4.5
mm), les intensités maximales sont atteintes aux mêmes distances lon-
gitudinales [Fig. 5.1(a)]. Ayant le même temps de relaxation, la densité
d’électrons libres diffère seulement par le taux de photoionisation.
Comme le taux de Keldysh inclut l’ionisation tunnel qui abaisse la
probabilité d’ioniser aux intensités > 10 TW/cm2, des intensités sensi-
blement plus élevées sont nécessaires pour saturer l’auto-focalisation
Kerr en régime de filamentation. En conséquence, les densités élec-
troniques sont légèrement plus élevées. Ces densités sont comprises
entre 1 et 3 × 1020 cm−3, i.e., environ 3-4% de la densité plasma cri-
tique [Fig. 5.1(b)], alors que l’intensité de filamentation s’établit autour
de 30 TW/cm2. Tous les modèles d’ionisation garantissent des pertes
en énergie proches, résultant de l’absorption multiphotonique [Fig.
5.1(c)].
Trois étapes importantes de l’historique du champ laser haute-
fréquence sont montrées dans les Figs. 5.2, 5.3 et 5.4. La figure 5.2
détaille le profil du champ électrique sur l’axe (r = 0), la densité as-
sociée et le profil d’intensité à deux distances autour du foyer d’auto-
focalisation zc ' 2.4 − 2.5 mm. Nous observons que le champ laser
évolue selon le scénario standard du « remplissage dynamique spa-
tial », selon lequel la génération de plasma défocalise la partie arrière
de l’impulsion avant que celle-ci se refocalise de nouveau à des dis-
tances plus éloignées. La figure 5.3(a) reproduit le profil du champ
électrique, la densité associée et les profils d’intensité à z = 2.5 mm
pour le modèle d’ionisation (5.2), en utilisant le même code couleur
que celui de la Fig. 5.1. À partir de la distance zc, l’impulsion qui
s’auto-focalise se scinde en deux pics presque symétriques en temps
en régime de dispersion normale [k(2) > 0]. Les deux pics résultant
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demeurent sur ∼ 0.2 mm. En accord avec la Fig. 5.1, on n’observe pas
de différence majeure dans la distribution temporelle du champ laser
avec le modèle purement MPI [Fig. 5.3]. À distance plus grande (z = 4
mm), à la suite de plusieurs cycles de focalisation Kerr et défocalisa-
tion plasma, l’impulsion se scinde en plusieurs pics [Fig. 5.4].
FIGURE 5.1 – (a) Intensité maximale, (b) densité d’électrons et (c) éner-
gie transmise d’une impulsion gaussienne se propageant dans la silice
sans défauts à 355 nm (tp = 50 fs, w0 = 60 µm, Pin = 100Pcr). Les
courbes noires (vertes) en pointillés correspondent à la propagation en
utilisant le taux d’ionisation de Keldysh sans (avec) l’ionisation colli-
sionnelle. La courbe bleue représente la propagation avec le modèle
MPI (5.2).
Cette dynamique favorise alors l’apparition d’impulsions laser de
quelques cycles optiques aux grandes distances de propagation. La fi-
gure 5.5 montre l’amplification d’un seul pic dans la partie arrière de
l’impulsion laser à z = 5.4 mm, de durée ∼ 5.7 fs. En conséquence,
le spectre de l’impulsion, opérant dans l’UV, peut s’élargir vers les
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FIGURE 5.2 – Champs électriques (courbes pleines, axe de gauche) et
densités d’électrons associées (courbes en tirets, axe de droite) à (a)
z = 2.37 mm et (b) z = 2.5 mm pour le modèle de Keldysh (5.1). (c,d)
Profils d’intensité correspondants.
FIGURE 5.3 – (a) Champ électrique (courbe pleine, axe de gauche) et
densité d’électrons associée (courbes en tirets, axe de droite) à z = 2.5
mm pour le modèle MPI (5.2). (b) Profil d’intensité correspondant.
grandes fréquences. Ces spectres montrent un fort « blueshift » qui ca-
ractérise l’auto-raidissement (« self-steepening ») de la partie arrière
de l’impulsion laser à z = 5.4 mm.
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FIGURE 5.4 – (a) Champ électrique (courbe pleine, axe de gauche) et
densité d’électrons associé (courbes en tirets, axe de droite) à z = 4
mm pour le modèle de MPI (5.2). (b) Profil d’intensité correspondant.
FIGURE 5.5 – (a) Profil d’intensité à la distance de compression maxi-
mum (∆τFWHM = 5.67 fs à z = 5.4 mm) pour le modèle (5.2). (b)
Spectre correspondant à z = 0 (courbe en pointillé) et à z = 5.4 mm
(courbe pleine).
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2.2 Filamentation d’impulsions laser IR à transitions
réduites
Maintenant nous nous intéressons à l’ionisation dans le domaine
infrarouge, pour lequel, selon le modèle (5.3), moins de photons sont
requis (K′ = 3) pour atteindre la bande de conduction à partir d’un
état localisé dans le gap. Nous assumons que de tels états sont peuplés
de manière permanente avec une densité ρSLG  ρnt qui n’évolue pas
au cours de la propagation. Trois photons sont alors nécessaires pour
franchir l’énergie de la bande interdite de l’état localisé à ∼ 4.5 eV
vers la bande de conduction, alors que les trois autres photons sont
consommés pour remplir l’état SLG.
FIGURE 5.6 – (a) Intensité maximale, (b) densité d’électrons et (c) pertes
d’énergie pour une impulsion gaussienne se propageant en présence
de défauts à 800 nm (tp = 50 fs, w0 = 60 µm, Pin = 17.2Pcr). Le modèle
d’ionisation choisi est (5.3), sans l’ionisation collisionnelle.
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FIGURE 5.7 – (a-d) Champs électriques (courbes pleines, axe de
gauche) et densités d’électrons associées (courbes en tirets, axe de
droite) aux distances (a) z = 2.3 mm, (b) z = 2.5 mm, (c) z = 3.51
mm et (d) z = 4 mm.
FIGURE 5.8 – (a) Champ électrique (courbe pleine, axe de gauche) et
densité d’électrons associée (courbes en tirets, axe de droite) à la dis-
tance de compression maximum (∆τFWHM = 3.41 fs), z = 4.89 mm,
pour le modèle (5.3). (b) Profil d’intensité correspondant.
La figure 5.6 détaille l’intensité maximale, la densité d’électrons
ainsi que les pertes plasma promues selon ce schéma d’ionisation
pour une impulsion gaussienne, de taille w0 = 60 µm et de durée
tp = 50 fs ayant la même énergie et la même intensité initiale que pour
les impulsions opérant dans l’UV.
Le modèle (5.3) avec un nombre de photons réduit, K′ = 3, pro-
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meut des évènements brusques de focalisation-défocalisation qui pro-
duisent des pics d’intensité élevée. Contrairement aux impulsions
dans l’UV, l’équilibre entre auto-focalisation Kerr et défocalisation
plasma résulte d’une croissance brutale de l’intensité IMax capable
d’atteindre des intensités excédant 200 TW/cm2. Une simple estima-
tion à partir de l’Éq. (4.30) :
IMax ≈
(
2n0n2ρc
∆tσK′ρSLG
)1/(K′−1)
(5.6)
de l’intensité de filamentation indique qu’à 800 nm, l’intensité
maximale atteinte avec le modèle (5.3) est augmentée d’un facteur√
1022 × λ2UV × 102/(1017 × λ2IR) ' 1403 par comparaison avec les
transitions directes à 3 photons requises à 355 nm (∆t = 10 fs désigne
la durée effective de l’impulsion lors du premier évènement d’ionisa-
tion). La faible densité de SLG qui sert à saturer l’auto-focalisation Kerr
abaisse l’efficacité de la saturation non-linéaire, ce qui a pour consé-
quence de favoriser les hautes intensités en régime de filamentation.
Notons que cette intensité, cependant, n’excède jamais le PW/cm2
et se relâche après chaque pic. Cela pourrait confirmer l’efficacité de
l’action de l’absorption multiphonique, puisque le seuil d’intensité
à partir duquel MPA entre en jeu, IMPA ' [2ω0n2/cβ(K)]1/(K′−2), est
de l’ordre de 65 TW/cm2. La dispersion chromatique est aussi plus
efficace, car l’auto-focalisation Kerr favorise la compression de l’im-
pulsion à un cycle optique comme discuté ci-dessous.
Bien qu’impliquant de faibles densités de défauts (ρSLG = 1017
cm−3) comparées à la densité de neutres (ρnt = 2.1 × 1022 cm−3), le
modèle (5.3) promeut des densités pic plasma comparables à celles
atteintes par des impulsions UV à leur foyer d’auto-focalisation. La
relaxation plasma dans l’IR devrait être identique à celle des profils
plasma dans l’UV, étant donné que le même temps de recombinaison
électronique est utilisé. Ce comportement est confirmé par la figure 5.7,
qui montre l’évolution du champ électrique et la réponse plasma en
temps calculées à différentes distances de propagation. De nouveau, la
partie arrière de l’impulsion est déplétée au foyer d’auto-focalisation,
puis elle se refocalise 2 mm plus loin. Lorsque l’impulsion avance dans
le matériau (z = 3.1 mm), des pics se refocalisent dans la partie arrière
de l’impulsion. Sur des distances suffisamment longues (z = 4 mm), le
profil de l’impulsion a été cassé en un train de plusieurs pics de durée
∼ 10 fs.
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La figure 5.8 montre le champ électrique et le profil d’intensité
produit au maximum de compression à la distance z = 4.89 mm. Le
modèle (5.3) permet à l’impulsion d’atteindre de hauts niveaux d’in-
tensité et produit ainsi des impulsions de durée équivalente à un cycle
optique [voir Fig. 5.8, ∆τFWHM ' 3.4 fs]. Notons que le taux de com-
pression maximum n’est pas atteint nécessairement aux intensités les
plus élevées, puisque des pics satellites ont besoin de couvrir quelques
mm pour fusionner et produire une impulsion comprimée et isolée.
2.3 Influence du gap
Nous étudions maintenant l’influence du potentiel d’ionisation en
prenant en compte le modèle (5.3) pour lequel nous considérons une
bande interdite plus petite, Ui = 7.7 eV, qui correspond à une transi-
tion à 5 photons toujours avec K′ = 3 et un temps de relaxation élec-
tronique de 300 fs, comme proposé originellement dans la Réf. [50]. La
différence avec la configuration précédente est qu’ici nous supposons
un état localisé à ∼ 3.1 eV au-dessus de la bande de valence.
Notre première observation concerne de nouveau l’intensité maximale
et la densité d’électrons, qui semblent être plus importantes lorsque
nous réduisons le gap à Ui = 7.7 eV comparé à Ui = 9 eV. À partir
de l’Éq. (5.6), nous obtenons en effet I7.7eVMax /I
9eV
Max =
√
σ9eVK′ /σ
7.7eV
K′ , soit
à l’aide de la table 5.1, I7.7eVMax /I
9eV
Max = 1.31. Donc, avec une bande inter-
dite plus petite, l’intensité de filamentation devient plus importante,
ce qui est en accord avec les résultats montrés dans la figure 5.9(a).
Nous pouvons aussi noter que seulement trois pics apparaissent
dans l’évolution de l’intensité maximale et de la densité d’électrons,
réduisant ainsi le nombre d’évènements de focalisation-défocalisation.
Nous attribuons ce comportement au temps de recombinaison deux
fois plus grand qu’avec Ui = 9 eV. Durant sa propagation, l’impulsion
est principalement régie par la compétition entre l’auto-focalisation
Kerr et la défocalisation plasma. Dans ce contexte, la valeur du temps
de recombinaison électronique est importante. Une valeur double em-
pêche la refocalisation de l’impulsion sur des distances z plus grandes.
Notons les pertes d’énergie limitées à 12% avec Ui = 7.7 eV. Ces pertes
sont moindres que celles subies avec Ui = 9 eV, évaluées à 32%. Un
calcul rapide sur les coefficients MPA permet d’établir β(3)9eV ≥ β(3)7.7eV.
En d’autres termes, les électrons consomment moins d’énergie pour
franchir la bande interdite Ui = 7.7 eV que celle à Ui = 9 eV.
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FIGURE 5.9 – (a) Intensité maximale, (b) densité d’électrons et (c) pertes
d’énergie pour une impulsion gaussienne (tp = 50 fs, w0 = 60 µm et
Pin = 17.2Pcr) en utilisant le modèle (5.3) avec le potentiel d’ionisation
Ui = 7.7 eV. L’ionisation collisionelle est négligée.
La figure 5.10 illustre le champ électrique et la densité électronique à
des distances proches des foyers d’auto-focalisation. Nous observons
que la partie arrière de l’impulsion est déplétée au foyer (z = 3.8 mm),
puis se refocalise 1 mm plus loin. Lorsque l’impulsion se propage dans
le matériau (z = 5.8 mm), sa partie arrière la plus intense contribue à
créer un évènement de collapse, qui sera arrêté par la formation de
plasma. Sur des longues distances de propagation (z = 7.5 mm), l’im-
pulsion a de nouveau été cassée en plusieurs pics de durée ∼ 10 fs, ce
que est somme toute logique.
La figure 5.11 montre enfin la distribution du champ électrique lorsque
l’impulsion optique atteint son maximum de compression temporelle.
Nous observons que le modèle (5.3) favorise des impulsions de durée
∼ 5.5 fs, correspondant à environ deux cycles optiques à 800 nm.
170 2. MODÈLE SANS DYNAMIQUE ÉLECTRONS-TROUS
CHAPITRE 5. FILAMENTATION D’IMPULSIONS LASER FEMTOSECONDES DANS
LES VERRES DE SILICE ET LES CRISTAUX DE KDP
−150 −100 −50 0 50 100 150−30
−20
−10
0
10
20
30
t [fs]
E 
[G
V/
m
]
−150 −100 −50 0 50 100 150−30
−20
−10
0
10
20
30
t [fs]
E 
[G
V/
m
]
0
5
10
15
x 1017
l(
t) 
[cm
−3
]
0
1
2
3
4
x 1018
l(
t) 
[cm
−3
]
−150 −100 −50 0 50 100 150−30
−20
−10
0
10
20
30
t [fs]
E 
[G
V/
m
]
0
1
2
3
4
5
x 1018
l(
t) 
[cm
−3
]
−150 −100 −50 0 50 100 150−30
−20
−10
0
10
20
30
t [fs]
E 
[G
V/
m
]
0
2
4
6
8
x 1016
l(
t) 
[cm
−3
]
(d)(c)
(a) (b)
FIGURE 5.10 – (a-d) Champs électriques (courbes pleines, axe de
gauche) et densités d’électrons associées (courbes en tirets, axe de
droite) aux distances (a) z = 3.8 mm, (b) z = 4.8 mm, (c) z = 5.8
mm et (d) z = 7.5 mm.
FIGURE 5.11 – (a) Champ électrique (courbes pleines, axe de gauche)
et densité d’électrons associée (courbe en tirets, axe de droite) à la dis-
tance de compression maximum (∆τFWHM ' 5.5 fs, z = 5.48 mm) avec
le modèle (5.3). (b) Profil d’intensité correspondant.
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3 Modèle avec la dynamique électrons-trous
Nous retenons de ce qui précède la forte croissance d’intensité pro-
duite par une auto-focalisation laser saturée par des transitions mul-
tiphotoniques réduites, issues d’états localisés dans le gap, dont la
densité est faible comparé à la densité dans la bande de valence. En
conséquence, le produit σKρ est petit et prévient une saturation forte
de l’auto-focalisation. Doutant de la pertinence physique de ces pics, il
est naturel de corriger cette ionisation partielle en la complétant par la
présence d’autres états SLGs d’une part, et par des transitions multi-
phoniques directes affectant la majeure partie des neutres d’autre part.
Dans ce qui suit, nous simulons la propagation d’impulsions femtose-
condes sur la base de paramètres physiques expérimentaux [50] pour
les cristaux de KDP, impliquant non seulement des transitions MPI ré-
duites et directes, mais aussi une dynamique électrons-trous effective.
Concernant la silice, nous incluons en outre une réponse Kerr retardée
issue de la diffusion Raman des molécules de silice.
Le modèle de propagation utilisé est UPPE employé ici en confi-
guration axi-symétrique [Éq. (2.194)] pour des raisons d’économie de
calculs.
3.1 Modèle pour la silice
Notre modèle des propriétés optiques de la silice est inspiré de ce-
lui de la Réf. [8]. La dispersion linéaire est incluse grâce à la relation
de Sellmeier
n2(λ[µm]) = 1+
3
∑
j=1
Bjλ2
λ2 − λ2j
, (5.7)
dont les paramètres sont résumés dans la table 5.2. Nous évaluons l’in-
dice de réfraction n0 = 1.454 et le coefficient de dispersion de la vitesse
de groupe (GVD) k(2) ' 362 fs2/cm à la longueur d’onde λ = 800 nm.
La fonction de réponse
R(t) = (1− f )δ(t) + f θ(t)1+ω
2
Rτ
2
R
ωRτ
2
R
e−
t
τR sin(ωRt), (5.8)
contient une contribution Kerr-retardée due à la diffusion Raman de
rapport f = 0.18, avec le temps de déphasage rotationnel τR = 32 fs
et la fréquence de résonance ωR = 0.082 fs−1. L’indice non-linéaire de
la silice est toujours n2 = 3.2× 10−16 cm2/W, de sorte que Psilicecr =
2.19 MW (cf. table 5.1).
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B1 0.6961663 λ1 0.0684043
B2 0.4079426 λ2 0.1162414
B3 0.8974794 λ3 9.896161
TABLE 5.2 – Paramètres pour la dispersion dans la silice [Éq. (5.7)].
Selon le modèle standard de propagation dans ce matériau, la den-
sité d’électrons dans la bande de conduction est régie par l’équation
(5.1), où le taux d’ionisation W(I) est celui de Keldysh complet [66],
en considérant un potentiel d’ionisation Ui = 9 eV [17, 55]. Comme
indiqué dans la table 5.1, le temps de collision des électrons τc = 20 fs
détermine la section efficace de collisions (inverse Bremsstrahlung)
σ = 6.57× 10−39 cm2 [120], et le temps de recombinaison électronique
est estimé à τrec = 150 fs [17,124]. Tant que la densité ρ reste petite com-
parée à la densité de neutres ρnt = 2.1× 1022 cm−3, le modèle fournit
des résultats fiables. Les pertes par ionisation résultant de la photo-
ionisation sont prises en compte dans le modèle de propagation à tra-
vers le coefficient d’absorption multiphotonique β(I) = UiW(I)ρnt/I.
Intéressons-nous brièvement à l’influence de la réponse Kerr retar-
dée sur la dynamique de propagation de l’impulsion.
FIGURE 5.12 – Zoom de (5.8) en temps pour (a) f = 0 ; (b) f = 0.18.
La figure 5.12 montre une partie de la fonction réponse (5.8) pour
f = 0 et f = 0.18 dans la plage temporelle, où le retard augmente loca-
lement l’indice de réfraction du milieu. La composante Kerr retardée
( f = 0.18) [Fig. 5.12(b)] abaisse l’indice de réfraction non-linéaire au
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centre de l’impulsion et la décale en partie vers les temps positifs. Bien
que d’amplitude relativement petite, cette composante croit en z avec
l’intensité laser à laquelle elle est convoluée en temps. L’effet attendu
est donc une focalisation plus forte à l’arrière de l’impulsion.
3.2 Modèle pour le KDP
Pour les cristaux de KDP, nous supposons une polarisation linéaire
du faisceau laser et négligeons la génération d’harmonique deux.
Nous utilisons la loi de dispersion de la Réf. [19]
n2(λ[µm]) = 2.259276+
0.01008956
λ2 − 0.0129426 +
13.00522λ2
λ2 − 400 , (5.9)
qui conduit à l’indice de réfraction n0 = 1.502 et au coefficient GVD
k(2) = 274 fs2/cm. La réponse Kerr contient seulement la contribution
instantanée, R(t) = δ(t), et le coefficient non-linéaire n2 = 1.56 ×
10−16 cm2/W [50] conduit à la puissance d’auto-focalisation PKDPcr =
4.35 MW.
Pour la densité d’électrons, nous avons recours à un modèle qui
prend en compte différents états de défauts (SLGs) dans la bande in-
terdite d’énergie Ui = 7.7 eV entre la bande de valence et la bande
de conduction. Ce modèle a été récemment validé par des expériences
en régime femtoseconde [50]. Ici, quatre voies d’ionisation différentes
contribuent à peupler la bande de conduction, à savoir, l’ionisation à
trois photons à partir d’un état de défauts SLG1 localisé à ∼ 3.1 eV de
la bande de valence, une ionisation à un photon à partir d’un autre état
SLG2 localisé à ≈ 1.55 eV de la bande de conduction, l’ionisation MPI
à 5 photons directe à partir de la bande de valence, et l’ionisation par
impact. Tous ces mécanismes sont illustrés sur la Fig. 5.13(a). Chaque
canal d’ionisation est traité indépendamment les uns des autres, ainsi
que leurs mécanismes respectifs de recombinaison.
En assumant un état de défaut SLG1 initialement rempli et dont
la densité électronique ρSLG1  ρnt = 2.1× 1022 cm−3 ne change pas
au cours de l’interaction, l’équation pour le canal d’ionisation à trois
photons s’écrit
∂tρ1 = σ3 I3ρSLG1 − ρ1/τ1, (5.10a)
où ρ1 est la densité d’électrons qui migrent dans la bande de conduc-
tion et τ1 est le temps de recombinaison fourni dans la table 5.3.
Le système d’équations qui décrit l’ionisation à 1 photon à partir
d’un état de défaut SLG2 [50] est un peu plus élaboré. Il prend en
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FIGURE 5.13 – (a) Illustration schématique des différentes voies d’io-
nisation [Éqs. (5.10)] considérées pour les cristaux de KDP : ionisation
à 3 photons à partir de l’état SLG1, transition à 1 photon pour un état
SLG2 proche de la bande de conduction, ionisation MPI directe à 5
photons depuis la bande de valence . (b) Comparaison des taux d’io-
nisation pour des transitions multiphotoniques à 800 nm. Les courbes
noires correspondent au taux de Keldysh [66] pour la silice (courbes en
tirets) et pour le KDP (courbe pleine). La courbe bleue pleine montre
le taux σ5 I5 utilisé pour le KDP dans l’Éq. (5.10g).
compte la dynamique électron-trou et la population SLG2 à partir de
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SLG1 à travers un processus à deux photons :
∂tρ2 = σ1 IρSLG2 − σcvρ2 (ρth − ρtr) (5.10b)
∂tρtr = σcvρ2 (ρth − ρtr) (5.10c)
∂tρfh = σ1 IρSLG2 − ρfh/τfh (5.10d)
∂tρth = ρfh/τfh (5.10e)
∂tρSLG2 = σ2 I2ρSLG1 − σ1 IρSLG2, (5.10f)
où ρ2 et ρtr sont les densités des électrons libres et piégés, respective-
ment ; ρfh and ρth sont les densités des trous libres et piégés. Le terme
σcv associé à la capture d’électrons est discuté plus tard.
Originellement négligée dans la Réf. [50] pour des intensités modé-
rées, l’ionisation directe à 5 photons utilise un taux MPI et une densité
d’électrons libres régie par
∂tρMPI = σ5 I5ρnt − ρMPI/τrec, (5.10g)
où σ5 est la section efficace du processus d’ionisation à 5 photons et τrec
est le temps de recombinaison. Comme dans les précédentes équations
σ5 et τrec ont été déterminés à partir de données expérimentales de la
référence [50]. À partir de la Fig. 6 de cette référence, les comparaisons
entre les résultats expérimentaux et théoriques ont été améliorés en
introduisant des termes additionnels d’ionisation dont les paramètres
sont spécifiés dans la table 5.3. Cette comparaison a été réalisée avec
des intensités atteignant jusqu’à ∼ 60 TW/cm2 mais la valeur de σ5
déduite est attendue s’appliquer aussi aux plus hautes intensités. La
figure 5.13(b) compare à ce propos le taux MPI σ5 I5 avec le taux de
Keldysh utilisant des fonctions d’onde de Bloch dans les cristaux pour
lequel la masse électron/trou dans la bande de valence est ∼ 3me [91].
Nous observons un plutôt bon accord entre les taux de Keldysh et MPI,
ce qui confirme la validité de l’Éq. (5.10g) aux hautes intensités. Par
comparaison, le taux de Keldysh pour la silice, tracé en tirets, est en
moyenne environ 70 fois plus grand dans l’intervalle d’intensité 10 ≤
I ≤ 200 TW/cm2.
Finalement, l’ionisation par impact contribue comme suit
∂tρav = σρI/Ui − ρav/τrec (5.10h)
à la densité totale des électrons entrant dans la bande de conduction :
ρ = ρMPI + ρ1 + ρ2 + ρav. (5.10i)
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Les pertes plasma, incluant celles à travers la population de SLG1, ré-
sulte du théorème de Poynting pour les quatre canaux d’ionisation :
β(I) = 5h¯ω0σ5 I4(ρnt + (3+ 2)h¯ω0σ3 I2ρSLG1
+ (2+ 2)h¯ω0σ2 IρSLG1 + h¯ω0σ1ρSLG2.
(5.11)
Ici, la somme (i + j) avec i, j = 2, 3 rend compte du nombre total de
photons consommé pour remplir l’état SLG et assurer le passage des
électrons de cet état SLG vers la bande de conduction.
Dans le schéma d’ionisation du KDP, les densités des défauts ρSLG1
et ρSLG2 sont limitées à la densité de saturation ρsat = 2× 1017 cm−3
en raison d’un nombre de défauts fini. Donc dans l’implémentation
numérique des équations précédentes, nous imposons la contrainte
additionnelle ρSLG2(t) ≤ ρsat lorsque nous résolvons les Éqs. (5.10).
Concernant l’ionisation par impact, nous evaluons le temps de colli-
sion des électrons à τc ' 100 fs à partir des données expérimentales
de la Réf. [50]. Comparé à la silice, ce temps de collision plus grand
est probablement causé par un potentiel d’ionisation ≥ 1.55 eV dans
la bande de conduction du KDP [11], entravant MPI (σ5 faible) aussi
bien que l’ionisation par avalanche.
Selon [50], le produit de la section efficace de capture des électrons
σc et la vitesse moyenne des électrons v dans les Éqs. (5.10b) et (5.10c)
dépend de l’intensité laser I. Des comparaisons directes entre les équa-
tions de taux et les données expérimentales suggèrent une dépendance
en loi de puissance telle que σcv = (σcv)ref(I/Iref)−3.3, avec l’intensité
de référence Iref = 42.32 TW/cm2 et (σcv)ref donnée dans la Table 5.3.
Ce comportement est attribué au fait que les électrons de conduction
sont fortement chauffés lorsqu’on opère dans l’infrarouge (800 nm).
En effet, la section efficace de capture dépend de l’énergie cinétique
des électrons, qui est une fonction de l’intensité laser. Des sections
efficaces qui dépendent de la température ont aussi été mesurées en
Réf. [62]. Cependant, de telles dépendances sur l’intensité laser dis-
paraissent pour des longueurs d’onde ultraviolettes [49]. Notons les
longs temps de recombinaison ≥ 9 ps (Table 5.3), qui peuvent être at-
tribués à la migration de défauts, par exemple la migration de protons
dans le réseau.
La figure 5.14 illustre la réponse plasma calculée à partir des mo-
dèles pour la silice et le KDP à des intensité pouvant saturer l’auto-
focalisation Kerr. Pour des profils d’intensité I(t) = I0e−2t
2/t2p avec
une largeur à mi-hauteur à 1/e2 tp = 50 fs, toutes les densités par-
tielles d’électrons contribuant à la densité totale delivrée dans la bande
de conduction ont été tracées. Les valeurs I0 = 50 TW/cm2 et I0 =
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Paramètres Physiques KDP, Ui = 7.7 eV
τrec (fs) 9000
σ5 (s−1cm10W−5) 1.0× 10−59
σ3 (s−1cm6W−3) 8.6× 10−27
ρSLG1 (cm−3) 2.0× 1017
τ1 (fs) 300
σ1 (s−1cm2W−1) 2.0
(σcv)ref (s−1cm3) 4.35× 10−7
Iref (TWcm−2) 42.32
τfh (fs) 1000
σ2 (s−1cm4W−2) 1.3× 10−12
TABLE 5.3 – Paramètres d’ionisation pour le KDP [Éqs. (5.10)] à 800 nm
[50].
100 TW/cm2 sont raisonnablement en accord avec les intensités de fi-
lamentation pour la silice et le KDP, respectivement (voir ci-dessous).
Nous déduisons à partir de la Fig. 5.14 trois régimes d’intensité ca-
ractéristiques. Aux intensités relativement faibles jusqu’à 10 TW/cm2
[voir Fig. 5.14(a,b)], les densités d’électrons dans la bande de conduc-
tion du KDP sont beaucoup plus grandes que celles dans la silice grâce
aux contributions de SLGs (voir courbes pleines rouges et bleues). Ce-
pendant, de tels niveaux de densité ne sont pas suffisants pour ar-
rêter l’auto-focalisation Kerr. Aux hautes intensités, autour de I0 =
50 TW/cm2 [voir Fig. 5.14(c,d)], nous trouvons que l’ionisation MPI
directe dans la silice est plus efficace, alors que les contributions SLGs
dans le KDP saturent en raison des densités limitées des défauts. Les
densités d’électrons dans la bande de conduction de la silice sont alors
environ 10 fois supérieures à celle dans le KDP pour des régimes inter-
médiaires. Nous verrons ci-après qu’elles sont suffisamment grandes
pour saturer le niveau d’intensité autour de I0 = 50 TW/cm2 en ré-
gime de filamentation dans la silice. À des intensités plus élevées [voir
Fig. 5.14(e,f)] l’ionisation multiphonique directe à partir de la bande de
valence (courbes noires en tirets), même si la section efficace σ5 est pe-
tite, reste le processus de transition dominant dans le KDP et augmente
la densité de la bande de conduction. Notons à partir de la Fig. 5.14 que
l’ionisation par impact (courbes noires en pointillés) contribuent tou-
jours à moins de 1/3 de la densité totale de la bande de conduction, et
joue seulement un rôle mineur dans tous les scénarii décrits ci-dessus.
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FIGURE 5.14 – Densités d’électrons dans la bande de conduction
et leurs contributions partielles selon les différents canaux d’ionisa-
tion décrits par les Éqs. (5.1) et (5.10) en utilisant des impulsions
gaussiennes I(t) = I0 exp(−2t2/t2p) avec tp = 50 fs et (a,b) I0 =
10 TW/cm2 ; (c,d) I0 = 50 TW/cm2, et (e,f) I0 = 100 TW/cm2.
4 Filamentation d’impulsions laser femtose-
condes
Nous procédons maintenant à la simulation numérique directe ba-
sée sur le code UPPE radial d’une impulsion gaussienne avec tp =
50 fs and w0 = 60 µm. Étant donné que la dynamique de filamen-
tation dépend du rapport de la puissance incidente sur la puissance
critique, nous comparerons les résultats de simulations pour deux va-
leurs d’énergie assurant des rapports de puissance similaires. Puisque
la silice a un indice non-linéaire Kerr n2 environ égal à deux fois celui
du KDP, cela nous amène à doubler l’énergie de l’impulsion dans les
4. FILAMENTATION D’IMPULSIONS LASER FEMTOSECONDES 179
CHAPITRE 5. FILAMENTATION D’IMPULSIONS LASER FEMTOSECONDES DANS
LES VERRES DE SILICE ET LES CRISTAUX DE KDP
simulations du KDP. Les figures 5.15(a,b) montrent l’intensité maxi-
male en fonction de la distance de propagation z pour des énergies
comprises entre 0.5 et 2 µJ, i.e., avec des puissances jusqu’à 7 fois su-
périeures à la puissance critique. Premièrement, nous observons que
l’intensité en régime de filamentation dans le KDP est environ trois
fois supérieure à celle dans la silice. Comme dans la section précé-
dente impliquant un produit σKρ faible, ce comportement se déduit di-
rectement en comparant les sections efficaces d’ionisation affectant la
densité de neutres plus grande. En effet, en considérant qu’au-dessus
de 50 TW/cm2, des transitions directes à 5 photons prévalent dans le
KDP, nous pouvons utiliser la relation (5.6) avec K′ = K pour éva-
luer la valeur de l’intensité IKDPMax ≈ 140 TW/cm2 dans ce matériau,
en assumant une défocalisation plasma efficace sur des temps courts
∆t ∼ 10 fs [128]. Dans la silice cette même intensité prend la va-
leur IsiliceMax ≈ 60 TW/cm2, calculée à partir de l’Éq. (5.6) en utilisant
σsilica6 ' 70σKDP5 /IMax [voir Fig. 5.13(b) et les commentaires associés].
La figure 5.15 montre aussi que, pour le même rapport de puissance
incidente sur puissance critique, les impulsions dans la silice et le KDP
ont la même dynamique de propagation. On observe le même nombre
de pics d’intensité et le foyer non-linéaire est aussi localisé à la même
distance, zc ' 0.8 cm pour la plus petite énergie et zc ' 0.4 cm pour la
plus grande. Même si des aspects propagatifs similaires peuvent être
attendus à partir d’une simple remise à l’échelle et en raison d’une
longueur de Rayleigh identique dans les deux matériaux (z0 ' 2.1 cm),
il n’en demeure pas moins que la similarité observée est quelque part
surprenante et manifeste encore une fois l’universalité des filaments
femtosecondes.
L’évolution de la densité des électrons dans la bande de conduc-
tion montrée dans les Figs. 5.15(c,d) est caractérisée par des valeurs
dans le KDP situées autour de deux fois celles dans la silice (e.g.,
ρKDPmax = 2 × ρsilicemax = 2 × 1020 cm−3 à z ' 0.44 cm pour les im-
pulsions avec le plus d’énergie). De plus, cette figure révèle l’action
sous-jacente des mécanismes de transition SLGs : aux faibles intensi-
tés . 10 TW/cm2 un régime de post-ionisation s’établit dans le KDP
après le processus d’ionisation MPI qui se développe sur l’intervalle
z ≤ 1 cm. Au delà de cette distance, un canal plasma résiduel d’une
densité . 1016 cm−3 est maintenu sur une longueur de propagation
d’environ 1 cm. Les impulsions dans le KDP sont donc capables de
préserver de plus longs états auto-guidés, comme montré dans les
Figs. 5.15(g,h). En outre, la dynamique temporelle montrée dans les
Fig. 5.15(e,f) met en évidence la dispersion rapide de l’impulsion au-
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FIGURE 5.15 – Dynamique de filamentation pour une impulsion gaus-
sienne avec tp = 50 fs, w0 = 60 µm se propageant dans la silice (co-
lonne de gauche) et dans le KDP (colonne de droite). Les énergies ini-
tiales sont 0.5 µJ (1 µJ) pour la silice et 1 µJ (respectivement 2 µJ) pour
le KDP. (a,b) Intensité maximale ; (c,d) densité plasma correspondante ;
(e,f) dynamique non-linéaire dans le plan (z, t) pour des impulsions de
plus grande énergie. L’insert de la figures 5.15(e) montre une arche de
dispersion sans effet Kerr retardé ( f = 0) ; (g,h) diamètre des filaments
à 1/e2.
tour de chaque foyer. À ce propos, l’insert [Fig. 5.15(e)] montre une
arche de dispersion sans effet Kerr retardé ( f = 0), démontrant ainsi
l’auto-focalisation repoussée vers l’arrière de l’impulsion avec de la
diffusion Raman ( f = 0.18), en accord avec la Fig. 5.12. Ce compor-
tement est typique de la dispersion normale dans les solides trans-
parents [29]. Une forte dispersion prend place sur ∼ 0.15 cm dans la
silice et sur ∼ 0.175 cm dans le KDP [k(2)KDP < k(2)silica]. En utilisant ces
distances comme des valeurs caractéristiques de la longueur de disper-
sion pour des impulsions auto-focalisées, nous espérons l’émergence
de structures de durée ∼
√
0.15× k(2) ≈ 7 fs comme annoncé dans
la section précédente. Concernant la dissipation, nous rapportons des
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pertes d’énergie dans le KDP plus grandes (< 30%) que dans la silice
(< 10%). Celles-ci peuvent s’expliquer par un niveau d’intensité plus
grand en régime de filamentation et par un nombre de voies d’ionisa-
tion plus élevé.
Les figures 5.16(a,b) illustrent les profils temporels d’intensité, dé-
taillant en particulier ceux au maximum de compression temporelle,
i.e., 6.4 fs à z = 5.5 mm dans la silice (1 µJ pour l’énergie de l’impul-
sion) et 6.2 fs à z = 8 mm dans le KDP (2 µJ pour l’énergie de l’impul-
sion). Les champs électriques correspondants sont présentés en inserts.
L’impulsion suit le scénario standard de la filamentation femtoseconde
[93] qui repose sur la formation de deux pics après la refocalisation de
la partie arrière de l’impulsion. Notons que les structures qui se pro-
duisent dans cette partie arrière signalent une action significative du
processus d’auto-raidissement.
FIGURE 5.16 – Profils temporels à deux distances de propagation pour
des impulsions de durée 50 fs se propageant dans (a) la silice et (b) le
KDP. Les inserts montrent les champs électriques des impulsions au
maximum de compression.
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5 Filamentation d’impulsions laser subpico-
secondes
Comme nous pouvons le voir sur la figure 5.14 et la Table 5.3, la
dynamique dans les cristaux de KDP met en exergue des temps de
relaxation plus grands, i.e., la durée de vie des électrons libres s’étend
sur des durées picosecondes pour les transitions des états de défauts
SLG2, voire même sur presque 10 ps pour la transition directe par MPI
et l’ionisation par avalanche. Il peut donc être instructif de répéter les
précédentes simulations pour des impulsions plus longues, dans le but
de voir si la durée de l’impulsion peut influencer les différents canaux
d’ionisation du KDP.
La figure 5.17 montre les mêmes informations qu’en figure 5.15,
mais pour une impulsion initialement gaussienne avec tp = 500 fs,
avec la même taille transverse w0 et les mêmes rapports de puissance,
donc une énergie de 5 µJ dans la silice et de 10 µJ dans le KDP. Des
intensités maximales similaires, à savoir ∼ 80 TW/cm2 dans la silice
et ∼ 200 TW/cm2 dans le KDP, sont retrouvées. Cela n’est pas sur-
prenant puisque l’équilibre entre l’auto-focalisation et la défocalisa-
tion plasma n’est pas déterminé par la durée initiale de l’impulsion,
mais par la durée effective d’ionisation. Donc, des densités similaires
émergent près du premier foyer, i.e., ρKDPmax = 2× ρsilicemax = 2.6× 1020
cm−3 à z ' 0.7 cm.
À l’opposé, la durée de l’impulsion initiale affecte le nombre d’évène-
ments de focalisation-défocalisation, la dispersion et la longueur des
filaments. Nous rapportons jusqu’à 15 % de pertes dans la silice et
∼ 40% dans le KDP sur la longueur du filament principal. Sur cet in-
tervalle, l’absorption multiphotonique décroît plus fortement la puis-
sance de l’impulsion lorsque plusieurs pics participent au processus
d’ionisation. Sur la Fig. 5.17(d), nous retrouvons de nouveau un canal
plasma étendu dans le KDP (ρmax & 1016 cm−3) qui prolonge l’auto-
guidage aux faibles intensités≈ 10 TW/cm2 [Fig. 5.17(b)], comme déjà
observé avec une impulsion de 50 fs. La courbe rouge en pointillé
montre l’intensité et la densité d’électrons obtenues lorsqu’unique-
ment un processus MPI à 5 photons est pris en considération pour l’io-
nisation du KDP. Comme attendu, les contributions des plasma SLGs
cessent. Elles sont donc cruciales pour auto-guider l’impulsion laser
sur de plus grandes distances. Les figures 5.17(e,f) illustrent les dyna-
miques de filamentation dans les deux matériaux. Chaque évènement
de focalisation-défocalisation couvre une séquence dispersive éten-
due sur des distances légèrement plus grandes. Cependant, cela n’em-
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pêche pas l’impulsion d’atteindre des durées ultrabrèves après plu-
sieurs évènements l’amenant à se scinder. La figure 5.17(g,h) montre le
diamètre du filament qui reste ici comparable pour les deux matériaux.
FIGURE 5.17 – Filamentation d’une impulsion gaussienne avec tp =
500 fs, w0 = 60 µm se propageant dans la silice (colonne de gauche)
et dans le KDP (colonne de droite). Les énergies initiales sont 5 µJ
pour la silice et 10 µJ pour le KDP. (a,b) Intensité maximale ; (c,d) den-
sité plasma correspondante ; (e,f) dynamique non-linéaire dans le plan
(z, t) pour des impulsions de plus grande énergie ; (g,h) diamètre des
filaments à 1/e2. Dans les figures (b,d,h) les courbes rouges en tirets
correspondent à la filamentation dans le KDP avec le processus à 5
photons seulement.
Les figures 5.18(a,b) détaillent les profils temporels à différentes
distances de propagation, incluant le maximum de compression. Les
impulsions longues se cassent en structures multi-pics, certaines pou-
vant atteindre des durées FWHM de 6.56 fs à z = 9 mm dans la silice
et 5.3 fs à z = 8 mm dans le KDP.
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FIGURE 5.18 – Profils temporels à deux distances de propagation pour
des impulsions de 500 fs se propageant dans (a) la silice et (b) le
KDP. Les inserts montrent les champs électriques des impulsions à leur
maximum de compression.
De tels évènements de compression produisent une importante
génération de supercontinuum. Les figures 5.19(a,b) montrent l’élar-
gissement spectral maximal atteint par des impulsions avec tp = 50
fs et tp = 500 fs dans la silice et dans le KDP. Proche des intensi-
tés maximales, une forte génération de plasma et des effets d’auto-
raidissement décalent le spectre vers le bleu [14, 105, 116]. Les oscilla-
tions dans le spectre proviennent du développement de plusieurs pics
dans le profil de l’impulsion [124].
FIGURE 5.19 – Spectre des impulsions avec tp = 50 fs (courbe en tirets)
et tp = 500 fs (courbe pleine). Les distances de propagation sont (a)
z = 4.5 mm and z = 9 mm pour la silice, et (b) z = 4.5 mm et z = 8
mm pour le KDP.
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FIGURE 5.20 – (a,b) Intensité maximale dans la silice (colonne de
gauche) avec Ein = 5 µJ et dans le KDP (colonne de droite) avec
Ein = 10 µJ. (c,d) Densités plasma correspondantes. Les courbes
rouges prennent en compte l’ionisation par avalanche.
En conséquence, les distorsions spatio-temporelles subies par les
impulsions courtes sont pour la plupart génériques pour des impul-
sions longues, et c’est aussi le cas de leurs variations en fréquence res-
pectives. De plus, allonger la durée de l’impulsion n’augmente pas
de manière proportionnelle l’influence de l’ionisation collisionnelle,
puisque les pics les plus intenses sont soutenus par de très petites
structures optiques de l’ordre de ∼ 10 fs. En dépit du fait que le temps
de collision dans le KDP est 5 fois plus grand que celui dans la silice,
nous avons vérifié que l’ionisation par impact n’altère la densité totale
d’électrons que par un facteur de ∼ 8 % dans la silice et par ∼ 2 %
dans le KDP près du premier foyer non linéaire [cf. Fig. 5.20].
Enfin, nous n’avons pas observé de différence significative dans le
comportement de la fluence [F = ∫ I(r, z, t)dt] dans la silice ou dans le
KDP (voir Fig. 5.21). Typiquement, une impulsion de durée tp = 50 fs
dans le KDP atteint des maxima en fluence de 2 J/cm2 et d’environ la
moitié dans la silice. En utilisant une impulsion de durée 10 fois supé-
rieure on relève une augmentation du niveau de fluence d’un facteur
∼ 2.5 seulement. Sur la base de la figure 1 de la Réf. [49], nous pouvons
estimer que les processus d’ablation commencent à des fluences de 4
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J/cm2 avec des impulsions à 800 nm et de durée de ∼ 50 fs. Ce seuil
de dommage peut être localement atteint avec des impulsions plus
longues, mais il ne l’est pas pour des impulsions femtosecondes. Il en
est de même pour la silice. Selon la figure 9 de la Réf. [103], la fluence
seuil de dommage dans la silice est de ∼ 1.4 J/cm2 pour des impul-
sions de 50 fs et d’environ 5 J/cm2 pour des impulsions 10 fois plus
longues. Ces valeurs sont en deça des fluences maximales atteintes.
FIGURE 5.21 – Évolution de la fluence en fonction de z pour des im-
pulsions de durée tp = 50 fs (courbe en tirets) et tp = 500 fs (courbe
pleine).
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6 Conclusion
En résumé, nous avons étudié numériquement dans un premier
temps la dynamique de propagation d’impulsions femtosecondes
dans les domaines ultraviolet et infrarouge, en négligeant la dyna-
mique électrons-trous. Le modèle retenu dans l’IR, qui nécessite un
nombre moindre de photons (K′ = 3) pour transférer un électron vers
la bande de conduction en raison d’états localisés dans la bande in-
terdite, favorise des impulsions atteignant un niveau d’intensité de
saturation plus élevé que dans l’UV. Cela est expliqué par une densité
de défauts (SLGs) faible qui limite l’efficacité de la saturation non-
linéaire. Un produit σKρ faible favorise les hautes intensités en régime
de filamentation. En sus, nous nous sommes intéressés à l’influence
d’un gap plus petit sur la dynamique de propagation dans le domaine
infrarouge. Nous observons qu’un gap plus petit favorise des niveaux
d’intensité plus élevés, puisque σ9eVK′ /σ
7.7eV
K′ > 1. Ces comportements
caractéristiques interviennent dans une description plus complète de
l’ionisation des cristaux.
Dans un second temps, nous avons comparé l’influence de différents
canaux d’ionisation dans les verres de silice et les cristaux de KDP en
régime de filamentation pour des impulsions femtosecondes et sub-
picosecondes. Les niveaux de fluence restent en-dessous des seuils
de dommages attendus dans les solides. Nous observons des inten-
sités plus élevées, promues par une section efficace d’ionisation plus
faible, et une densité d’électrons un peu plus grande dans la bande de
conduction du KDP. Cette découverte pourrait être importante pour
les cristaux qui présentent des défauts avec des seuils de dommages
plus faibles. En dépit de l’augmentation de l’intensité maximale, les
dynamiques de filamentation sont très similaires dans les deux ma-
tériaux si nous prenons en compte la plus grande puissance critique
du KDP. Cette étude suggère donc que la propagation d’impulsions
ultrabrèves dans des matériaux à structure de bande complexe peut
être modélisée par une réponse non-linéaire d’un matériau équivalent
à structure de bande simple. Nous avons mis en évidence la possi-
bilité de comprimer efficacement des impulsions femtosecondes qui
développent un important supercontinuum dans les deux matériaux.
Les états électroniques localisés dans la bande interdite du KDP aug-
mentent la densité d’électrons dans la bande de conduction aux faibles
intensités laser et permet donc de prolonger un canal plasma dans un
régime de post-ionisation. Notre résultat souligne l’universalité des
caractéristiques de la filamentation pour des matériaux ayant des
bandes interdites larges.
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–Il nous faut peu de mots pour exprimer l’essentiel.
Paul Eluard (1895- 1952)
6
Conclusion
La dégradation des verres optiques sous flux laser intense est un
point dur technologique dans la construction du Laser MégaJoule
(LMJ) du CEA-DAM, dédié en particulier à la fusion par confine-
ment inertiel. L’endommagement des optiques de cette installation
repose en partie sur l’augmentation locale de l’intensité laser par auto-
focalisation Kerr et l’ionisation des molécules de silice induite par des
faisceaux laser de forte puissance à l’interface source laser/chambre
d’expérience. L’auto-focalisation Kerr conduit à la formation de struc-
tures optiques de petites tailles dont l’intensité peut excéder la dizaine
de TW/cm2 et endommager les verres via la génération de plasma.
Pour des impulsions longues (ns), le mécanisme d’auto-focalisation
est en outre couplé à la rétrodiffusion Brillouin stimulée qui déplète
naturellement une partie de l’énergie laser incidente et peut conduire
à la formation de dommages localisés en face avant du matériau.
Des expériences d’interférométrie conduites en régime d’impulsions
femtosecondes permettent d’identifier avec précision les différentes
étapes d’ionisation, de génération de plasma et de création de défauts,
constituant les précurseurs de la phase d’endommagement.
L’objectif de cette thèse a été double. Nous avons tout d’abord testé
des configurations de faisceaux sujets à la filamentation laser dans les
hublots de l’installation LMJ en régime d’impulsions nanosecondes.
Le risque de déclencher de l’auto-focalisation dans des zones réduites
de faisceaux LMJ nous a conduit ensuite à mieux modéliser l’inter-
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action laser-matière en incluant une source plasma dynamique. Enfin
nous avons étudié cette même dynamique non-linéaire dans les cris-
taux de KDP en incluant plusieurs voies d’ionisation que nous avons
comparées au modèle « standard » de filamentation laser en régime
femtoseconde. L’ensemble de ces travaux a fait l’objet de simulations
numériques réalisées à partir des codes de propagation optique à ar-
chitectures massivement parallèles du CEA-DIF (machines Airain et
Curie du TGCC/CCRT). Ces codes, à savoir SBS_3D pour les impul-
sions nanosecondes subissant de la rétrodiffusion Brillouin et UPPE
pour la filamentation ultrarapide, décrivent en commun une compé-
tition entre auto-focalisation Kerr et ionisation du matériau pour des
impulsions laser de forte puissance.
Dans le Chapitre 2, nous avons établi les équations de propaga-
tion couplant l’auto-focalisation induite par l’effet Kerr, la rétrodiffu-
sion Brillouin stimulée et la génération de plasma. Nous avons rap-
pelé quelques résultats analytiques concernant l’équation de Schrödin-
ger non-linéaire. Le phénomème singulier de collapse d’ondes et ses
conséquences sur des faisceaux de forte puissance ont été démontrés
à l’aide d’un traitement analytique de type Viriel : au-delà de la puis-
sance d’auto-focalisation, l’impulsion collapse (ou s’auto-focalise) spa-
tialement et son amplitude diverge à distance finie. À cette distance,
le plasma créé par ionisation locale des molécules du milieu conduit à
une défocalisation de l’impulsion, et donc permet d’arrêter ce compor-
tement divergent du faisceau. L’auto-focalisation optique et la défoca-
lisation plasma sont les principaux processus qui dictent la dynamique
spatio-temporelle de l’impulsion. L’équilibre entre ces deux phéno-
mènes explique la formation de filaments femtosecondes qui peuvent
se propager sur plusieurs centimètres dans les solides transparents.
En outre, nous avons rappelé les gains stationnaire et instationnaire
qui caractérisent l’amplification de l’onde Stokes rétrodiffusée par ef-
fet Brillouin. Lors de l’interaction d’un rayonnement laser avec un mi-
lieu dense, la force d’électrostriction générée par des impulsions na-
nosecondes intenses induit des fluctuations de densité dans ce milieu,
ce qui a pour effet de produire des ondes acoustiques. Ainsi, lorsque
l’onde laser interagit à son tour avec ces ondes acoustiques, une par-
tie de son énergie est déplétée pour engendrer une onde Stokes qui se
propage préférentiellement en géométrie de rétrodiffusion, qui corres-
pond à la configuration pour laquelle le décalage Brillouin est maxi-
mal.
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Les différents outils numériques utilisés, à savoir les codes SBS_3D,
SBS_3D_EXP et UPPE pour simuler des impulsions dans les verres de
silice et les cristaux de KDP, ont été décrits et leurs performances res-
pectives ont été discutées.
Le Chapitre 3, consacré à l’étude numérique de faisceaux LIL, à
consisté à étendre l’étude antérieure de Sarah Mauger [84] à des fais-
ceaux réalistes, de taille relativement grande, se propageant dans les
hublots de la chaîne d’intégration laser LIL et/ou du LMJ. Les simu-
lations numériques réalisées à partir du code SBS_3D_EXP nous ont
permis de valider les configurations de faisceaux prévues afin de se
prémunir de la rétrodiffusion Brillouin sur des épaisseurs de silice
inférieures à 4.3 cm et pour des intensités moyennes strictement infé-
rieures à 10 GW/cm2.
Nous avons mis en évidence que les modulations d’amplitude et de
phase introduites dans le profil temporel des impulsions LIL contri-
buent efficacement à contenir les fluences réfléchies en entrée des
verres de silice à des niveaux négligeables. Elles participent également
à réduire le couplage entre l’onde de pompe et l’onde Stokes rétro-
diffusée, à l’origine d’instabilités modulationnelles, et enfin à retarder
l’auto-focalisation de l’onde pompe. L’originalité de ce travail a résidé
dans l’implémentation de profils de puissance et de phase, en temps
et en espace, calibrés pour l’installation LMJ et incluant des figures de
speckles induites par le lissage en amont du pilote laser.
En outre, nous avons montré que des impulsions LIL complètes (avec
la modulation d’amplitude et de phase, et la dispersion de la fibre
transportant les impulsions) et ces mêmes impulsions se propageant
sans effet Brillouin et avec un profil temporel non modulé, présentent
une dynamique de filamentation identique. Ce résultat important
confirme de nouveau le choix des profils d’impulsions optés pour le
LMJ pour supprimer la rétrodiffusion Brillouin sur quelques centi-
mètres de verre.
Notons toutefois que les fluctuations de certaines zones de l’im-
pulsion pompe au delà de 10 GW/cm2 sont possibles et peuvent
accidentellement conduire à une auto-focalisation partielle du fais-
ceau. Celle-ci engendre une amplification de l’intensité laser de trois
ordres de grandeur et est donc susceptible d’enclencher des processus
d’ionisation et donc de créer un plasma. La prise en compte d’une
réponse plasma instationnaire dans les modèles numériques s’avère
donc nécessaire. En effet, celle-ci peut modifier la localisation du foyer
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d’auto-focalisation et est cruciale pour faire le lien avec la conversion
de l’énergie pompe dans la modification de la structure de bande du
matériau via un plasma d’électrons.
Dans le Chapitre 4, nous avons étudié le couplage entre l’auto-
focalisation Kerr, la rétrodiffusion Brillouin stimulée et la génération
de plasma pour des impulsions nanosecondes, opérant dans l’ultra-
violet et l’infrarouge dans des verres de silice. L’effet d’une réponse
plasma non-stationnaire essentiellement gouvernée par l’ionisation
multiphonique et la recombinaison électronique a été particulière-
ment étudié.
Lorsque les impulsions ne sont pas (ou sont peu) soumises à des
perturbations externes, nous avons mis en évidence l’apparition d’in-
stabilités modulationnelles, conséquence de l’action dynamique du
plasma après un régime d’équilibre quasi-stationnaire entre le phéno-
mène de filamentation Kerr et la défocalisation plasma. Une analyse de
stabilité de type onde plane permet d’expliquer ce régime instable et
montre l’existence de modes perturbatifs en temps, dont la fréquence
de gain maximal est de l’ordre de l’inverse du temps de recombinai-
son électronique, soit 100-200 fs. Nous montrons que ces instabilités se
développent à partir de la compression Kerr lors de la phase d’auto-
focalisation à cause du bruit numérique local. Les instabilités ont pour
origine la durée de vie finie du plasma sur laquelle la région la plus fo-
calisée de l’impulsion, initialement nanoseconde, tend à se scinder en
plusieurs pics de durée femtoseconde. Toutefois, lorsque l’on introduit
de petites perturbations temporelles dans le profil initial de l’impul-
sion, celle-ci entre directement en régime de filamentation ultrabrève
durant sa première phase d’auto-focalisation. Le bruit extérieur dé-
clenche dans ce cas les instabilités causées par le caractère inertiel de
la réponse plasma dès que le faisceau croit en intensité.
Lorsque le processus Brillouin est actif, nous observons une forte ré-
trodiffusion de l’onde laser sur quelques cm de propagation dans la
silice. En raison des fluctuations induites par les ondes sonores et
du processus Brillouin, une impulsion pompe qui s’auto-focalise à
haute puissance entre directement en régime de filamentation ultra-
courte même sans bruit additionnel extérieur. Par comparaison avec
la dynamique développée par une onde, les instabilités plasma se
développent en entrée d’échantillon en présence d’effet Brillouin. En
effet, la densité plasma est excitée par des ondes Stokes dont l’in-
tensité est maximale dès les premières distances de propagation et
qui contribuent dans la variation de l’indice non-linéaire du verre. La
comparaison des niveaux d’amplification de l’onde de pompe en pré-
sence d’une réponse plasma stationnaire ou pas a validé le lien entre
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les instabilités rapportées et la nature inertielle du plasma. En procé-
dant toujours par une analyse de stabilité de type onde plane, nous
avons montré que ces instabilités plasma s’établissent pour une fré-
quence proche de l’inverse du temps de recombinaison électronique
de manière analogue à la configuration à une onde. La différence ré-
side dans l’amplification de l’onde rétrodiffusée dans la partie arrière
(en temps) de l’impulsion pompe. Cette amplification se développe à
des distances proches de la face d’entrée du matériau où s’accroît la
non-linéarité plasma.
Pour se prémunir de la rétrodiffusion Brillouin en face avant de
l’échantillon, des modulations de phase ont été introduites dans le
profil temporel du faisceau pompe. Celles-ci scindent l’impulsion
initialement de durée nanoseconde en un train d’impulsions picose-
condes qui inhibe la création d’ondes acoustiques. Nous montrons
que les modulations de phase permettent de réduire efficacement les
niveaux de fluences rétrodiffusées et par la-même celles induites par
la réponse plasma instationnaire en début d’échantillon. Pour des in-
tensités incidentes élevées (≥ 26 GW/cm2) de grandes fréquences de
modulation permettent d’annihiler le phénomène de rétrodiffusion
Brillouin. En l’espèce, l’onde réfléchie et la forte densité plasma s’an-
nulent en face d’entrée de l’échantillon, préservant l’intégrité du profil
spatio-temporel du faisceau pompe sur quelques cm.
Ce travail, pour la première fois, fournit une étude numérique du
couplage d’impulsions initialement nanosecondes en présence d’une
réponse plasma instationnaire sur une centaine de femtosecondes
dans les solides. Nous avons montré le caractère instable de telles
impulsions lors de l’ionisation du matériau. Les instabilités plasma
disparaissent avec des modulations de phase adaptées au niveau
d’intensité laser incident. Toutefois de telles modulations de phase
peuvent s’avérer fragiles lors de la création de dommages lorsque les
impulsions employées présentent des fluctuations aléatoires dans le
profil temporel. Elles ne sont pas garantes de l’absence de composante
rétrodiffusée pour toute impulsion optique d’intensité élevée.
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Enfin, dans le Chapitre 5, nous nous sommes intéressés à la propa-
gation d’impulsions femtosecondes UV et IR dans les verres de silice
et les cristaux de KDP. Dans un premier temps, nous avons montré que
le modèle d’ionisation MPI qui prend en compte un nombre moindre
de photons (K′ = 3) dans l’infrarouge en présence de défauts pro-
meut des niveaux d’intensité plus importants que pour des transitions
multiphotoniques directes entre la bande de valence et la bande de
conduction. Nous avons expliqué ce phénomène par une faible den-
sité d’états localisés de défauts (ρSLG ∼ 1017 cm−3), qui amoindrit le
niveau de saturation non-linéaire de l’auto-focalisation Kerr et donc
produit des intensités de filamentation élevées. L’influence d’un gap
plus petit augmente encore le niveau d’intensité. En outre, nous ob-
servons moins de cycles d’auto-focalisation Kerr et de défocalisation
plasma, s’expliquant par un temps de relaxation électronique plus
grand.
Forts de ces observations, nous nous sommes finalement intéressés
à la dynamique d’ionisation propre aux cristaux de KDP impliquant
plusieurs états localisés dans la bande interdite et une dynamique
électrons-trous effective. Nous avons ainsi étudié l’influence de dif-
férents modèles d’ionisation dans les verres de silice et les cristaux
de KDP pour des impulsions initialement femtosecondes et subpico-
secondes. Nous rapportons des niveaux d’intensité plus importants
dans le KDP, associés à une section d’ionisation faible, pour les transi-
tions directes entre bande de valence et bande de conduction. Aussi,
nous observons dans le KDP un canal plasma plus long, qui est entre-
tenu par les états localisés de défauts, dont le rôle est prépondérant à
des intensité modérés∼ 10 TW/cm2 qui permettent l’auto-guidage de
l’impulsion laser sur de plus longues distances. Mis à part cette aug-
mentation d’intensité durant la filamentation laser et le maintien d’un
canal plasma plus important dans le KDP, la dynamique développée
dans les deux matériaux présente des aspects propagatifs tout à fait
analogues.
Cette thèse nous a donc permis d’étudier l’auto-focalisation, la
rétrodiffusion Brillouin et la génération de plasma dans le domaine
UV et IR pour des impulsions nanosecondes se propageant dans des
verres de silice. L’originalité de ce travail a été d’incorporer une ré-
ponse plasma instationnaire dans les équations de propagation pour
faire la transition avec la physique de l’endommagement. Durant
sa propagation, nous avons découvert que l’impulsion pompe était
sujette à des instabilités plasma, forçant l’onde de pompe à s’auto-
focaliser de manière prématurée près de la face d’entrée d’un échan-
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tillon de silice de quelques cm d’épaisseur. Nous avons montré que
ces instabilités sont dues à une forte rétrodiffusion Brillouin en en-
trée d’échantillon qui favorise une croissance forte de la contribution
plasma. Celle-ci, en retour, force l’impulsion pompe à atteindre des ni-
veaux d’intensité élevés. Des modulations de phase que nous savions
efficaces pour supprimer la rétrodiffusion Brillouin seule permettent
en outre d’éradiquer ces instabilités plasma en début de propagation
et de préserver ainsi l’intégrité de l’impulsion pompe.
En outre, nous nous sommes intéressés à la dynamique d’impul-
sions femtosecondes dans la silice et les cristaux de KDP. Cette étude
a permis de comparer la dynamique d’ionisation dans ces deux maté-
riaux. L’influence de défauts localisés dans la bande interdite du KDP
a été modélisée numériquement. En effet ces défauts participent au
processus d’ionisation en impliquant moins de photons que le proces-
sus d’ionisation MPI. Hormis, des intensités de filamentation sensi-
blement plus élevées et un plasma maintenu sur de plus grandes dis-
tances à faible densité électronique dans le KDP, la dynamique déve-
loppée dans les deux matériaux est quasi-identique. Ce résultat impor-
tant suggère qu’une modélisation de l’interaction laser-matière pour
des matériaux à structure de bande plus simple, comme la silice, peut
anticiper la dynamique de propagation dans des matériaux dont la
structure de bande est plus complexe (ici les cristaux de KDP).
Concernant l’endommagement, les densités plasma atteintes sont infé-
rieures à 1021 cm−3 et ne permettent pas de façon générale d’atteindre
les seuils de dommage en fluence. Elles laissent donc l’impulsion se
propager en régime de filamentation, sans claquage dans les deux ma-
tériaux étudiés ici.
Dans la majeure partie de cette thèse, à l’exception du Chapitre 3, nous
avons travaillé exclusivement avec des petits faisceaux de taille de
quelques dizaines de microns (≈ 15 − 60 µm) et des intensités inci-
dentes supérieures au seuil de 10 GW/cm2, favorisant la filamenta-
tion d’impulsions de forte puissance dans la silice. La modélisation
de petits faisceaux a été en partie dictée par des contraintes numé-
riques, nous éloignant ainsi des impulsions caractéristiques incidentes
du LMJ, à savoir des faisceaux de section carrée de plusieurs dizaines
de centimètres de côté (30 cm × 30 cm) et une intensité incidente
strictement inférieure à 10 GW/cm2. Néanmoins, cette étude a permis
d’anticiper ce qu’une portion de faisceau LMJ pourrait subir durant
sa phase de propagation si elle devient sujette à une auto-focalisation
complète dans le hublot.
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Pour décrire la propagation de faisceaux intenses dans les hublots
de silice et les cristaux de KDP de façon plus conforme aux conditions
expérimentales, il faudra dans le futur augmenter considérablement
les performances des codes existants pour simuler des tailles de fais-
ceaux centimètriques dans des temps de calcul raisonnables.
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Détails des calculs établissant
l’équation acoustique
Dans cette annexe, nous détaillons les étapes de calculs pour l’éta-
blissement de l’équation d’enveloppe des ondes acoustiques.
Nous repartons des équations hydrodynamiques (2.25), (2.26) et
(2.27).
Ces équations sont ensuite linéarisées en opérant les changements
de variables ρ → ρ0 + ρ′, T → T0 + T′, p → p0 + p′, ~u → ~u0 + ~u′ avec
~u0 = 0 et s → s0 + s′ et en ne retenant que les termes perturbatifs au
premier ordre (ρ′  ρ0, T′  T0, p′  p0, s′  s0, ~u′  ~u0). Ainsi :
– L’équation de conservation de la masse (2.25) devient :
ρ0~∇u′ = −∂tρ′. (A.1)
– Pour traiter la conservation du moment (2.26), nous considérons
T et ρ comme variables thermodynamiques indépendantes :
p′ =
(
∂p
∂ρ
)
T
ρ′ +
(
∂p
∂T
)
ρ
T′ = C
2
s
γ
ρ′ + βpρ0
C2s
γ
T′
=
C2s
γ
(ρ′ + βpρ0T′)
(A.2)
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avec(
∂p
∂ρ
)
T
= γ−1
(
∂p
∂ρ
)
s
=
C2s
γ
,
(
∂p
∂T
)
ρ
= γ−1
(
∂p
∂ρ
)
s
(
∂p
∂T
)
p
= βpρ0
C2s
γ
et γ = cp/cv est l’indice adiabatique défini comme le rapport
des capacités calorifiques à pression et volume constant. βp est le
coefficient de dilatation thermique à pression constante. L’équa-
tion (2.26) devient donc :
ρ0∂tu′+
C2s
γ
∇ρ′+ C
2
s
γ
βpρ0∇T′− (2ηs + ηd)∇(∇u′)+ ηs(∇(∇u′)−∆u′) = ~F.
(A.3)
Après quelques réarrangements, on obtient finalement :
ρ0∂tu′ +
C2s
γ
∇ρ′ + C
2
s
γ
βpρ0∇2T′ − ηs∆u′ − (ηs + ηd)∇(∇u′) = ~F,
(A.4)
où ηs et ηd sont respectivement les coefficients de cisaillement et
de dilatation.
– L’équation de la conservation d’énergie s’exprime sous la forme :
(ρ0cv∂t − κ∇2)T′ − cv
βp
(γ− 1)∂tρ′ = αL I. (A.5)
Nous prenons la divergence de l’équation (A.3) puis appliquons
l’équation (A.1). De plus, nous introduisons la relation 2ηs + ηd =
4
3ηS + ηb, où ηb représente le coefficient de viscosité du milieu [8, 36].
Ainsi nous obtenons
∂2t ρ
′ − C
2
s
γ
∇2ρ′ − C
2
s
γ
βpρ0∇2T′ −
(
4
3ηs + ηb
)
ρ0
∇2∂tρ′ = −~∇.~F. (A.6)
Nous utilisons l’équation de transport (2.27) après avoir dérivé l’équa-
tion (A.6) par rapport au temps, pour aboutir à la relation suivante :
∂t[∂
2
t ρ
′ − C
2
s
γ
∇2ρ′ − C
2
s
γ
βpρ0∇2T′ −
4
3ηs + ηb
ρ0
∇2∂tρ′] = −~∇∂t~F, (A.7)
∂t
[
∂2t −
C2s
γ
∇2 −
4
3ηs + ηb
ρ0
∇2∂t
]
ρ′ − C
2
s
cp
βpκ∇4T′ − C
2
s
γ
(γ− 1)∇2∂tρ′
= −~∇∂t~F + C
2
s βpαL
cp
∇2 I.
(A.8)
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Finalement, on obtient en utilisant (2.24)
∂t
∂2t − C2s∇2 −
(
4
3ηs + ηb
)
ρ0
∇2∂t
 ρ′ − C2s
cp
βpκ∇4T′ − C
2
s
γ
(γ− 1)∇2∂tρ′
= ∇2
[
C2s βpαL
cp
I − γe
2n0c
∂t I
]
.
(A.9)
Nous supposons que l’absorption optique du milieu est négli-
geable, i.e., αL → 0. En d’autres termes, l’indice de réfraction linéaire
du milieu ne contient pas de termes dissipatifs. Cette condition est
toujours valide dans la silice à 355 nm pour laquelle αL < 10−6− 10−5
cm−1 [8,36]. De plus, nous omettons la conductivité thermique (κ = 0)
qui s’établit sur des échelles spatiales de quelques micromètres pour
des durées impulsionnelles à mi-hauteur inférieures à la dizaine de
nanosecondes.
Dans ces conditions l’équation (A.5) se réduit comme suit :
ρ0cv∂tT′ ' cv
βp
(γ− 1)∂tρ′, (A.10)
et l’équation (A.9) devient après une intégration directe en temps :[
∂2t − C2s∇2 − Γ′∇2∂t
]
ρ′ = − γe
2n0c
∇2 I. (A.11)
Ici, Γ′ ' 1ρ0 (43ηs + ηd) reflète les propriétés de viscosité du milieu à par-
tir desquelles se développent des ondes acoustiques. Ce coefficient est
habituellement relié au coefficient d’amortissement ΓB par la relation
Γ′ = ΓB
q2
. (A.12)
En absence d’échanges thermiques on a γ = 1. L’équation (A.11) ré-
git les variations acoustiques excitées par l’onde de pompe laser. Ses
solutions sont recherchées sous la forme d’enveloppe :
ρ′ = ρ0 +
[
ρ¯(~r, t)ei(~q.~r−Ωt) + c.c.
]
, (A.13)
où l’acronyme c.c. désigne le complexe conjugué. Cette expression est
introduite dans l’équation (A.11) en faisant l’hypothèse que les ondes
acoustiques se propagent essentiellement selon (Oz). Successivement :
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– le premier terme ∂2t ρ
′ se décompose comme suit :
∂2t ρ
′ = ∂t
[
(−iΩρ¯+ ∂tρ¯)ei(qz−Ωt) + c.c
]
(A.14)
∂2t ρ
′ = [(−Ω2 − 2iΩ∂t + ∂2t )ρ¯]ei(qz−Ωt) + c.c (A.15)
– le deuxième terme donne :
−C2s∇2ρ′ = −C2s∇2⊥ρ¯ei(qz−Ωt) − C2s ∂z[(iqρ¯+ ∂zρ¯)ei(qz−Ωt)] + c.c
(A.16)
−C2s∇2ρ′ = −C2s∇2⊥ρ¯′ei(qz−Ωt) − C2s [−q2ρ¯+ 2iq∂zρ¯+ ∂2z ρ¯]ei(qz−Ωt) + c.c
(A.17)
– le troisième terme s’écrit :
Γ′∇2∂tρ′ = Γ′(−iΩ∇2⊥ρ¯+ ∂t∇2⊥ρ¯)ei(qz−Ωt) + Γ′[−iΩ∂2z ρ¯+ ∂t∂2z ρ¯
+ 2qΩ∂zρ¯+ 2iq∂t∂zρ¯+ iq∂t∂zρ¯+Ωq∂zρ¯+ iq2Ωρ¯− q2Ωρ¯]ei(qz−Ωt) + c.c
(A.18)
avec ∇2 = ∂2z +∇2⊥ et ∇2⊥ = ∂2x + ∂2y.
Finalement, en combinant les trois termes, nous obtenons :
[∂2t + (−C2s + iΓ′Ω)∂2z + (−C2s + iΓ′Ω)∇2⊥ − 2iΓ′q∂t∂z + (Γ′q2 − 2iΩ)∂t
+ (−2Γ′qΩ+ 2iC2s q)∂z + (C2s q2 −Ω2 − iΓ′q2Ω)]ρ¯ = −
γe
2n0c
e−i(qz−Ωt)∇2 I
(A.19)
Cette équation décrit l’évolution de la densité de phonons dans le
matériau. Sous certaines hypothèses, elle peut être considérablement
simplifiée.
Premièrement, l’hypothèse d’enveloppe lentement variable :
|Ωρ¯|  |∂tρ¯|, (A.20)
réduit (A.19) comme suit :
−Ω2ρ¯− 2iΩ∂tρ¯+ iΓ′Ω∇2⊥ρ¯+ iΓ′Ω∂2z ρ¯− 2qΩΓ′∂zρ¯− iΓ′q2Ωρ¯
+−2iC2s q∂zρ¯− C2s∇2⊥ρ¯+ C2s q2ρ¯− C2s ∂2z ρ¯ = −
γe
2n0c
e−i(qz−Ωt)∇2 I.
(A.21)
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Maintenant nous supposons que le terme électrostrictif ∼ γe∇2 I
est une perturbation non-linéaire (en champ) de l’Éq. (A.11). Si nous
l’annulons, les modes propres acoustiques découlent de :[
∂2t − C2s∇2 − Γ′∇2∂t
]
ρ′ = 0. (A.22)
En subtituant l’équation (A.13) dans l’équation précédente, on trouve
que q et Ω doivent être reliés par la relation de dispersion
Ω2 = q2(C2s − iΩΓ′). (A.23)
Puisque la viscocité est faible dans la silice (ΩΓ′ = 9× 108 cm2/s2 
C2S = 3× 1011 cm2/s2), cette expression peut être réécrite comme suit :
q2 =
Ω2
C2s − iΩΓ′
=
Ω2
C2s
1− iΩΓ′
C2s
' Ω
2
C2s
(
1+ i
ΩΓ′
C2s
)
(A.24)
et donc,
q ' Ω
Cs
+ i
ΓB
2Cs
. (A.25)
En introduisant l’expression de q ci-dessus, nous trouvons avec
(A.13) que l’intensité de l’onde acoustique evolue spatialement
comme :
|∆ρ(z)|2 = |∆ρ(0)|2e−αsz (A.26)
où ∆ρ = ρ′ − ρ0 et
αs =
q2Γ′
Cs
=
ΓB
Cs
. (A.27)
αs désigne le coefficient d’absorption linéaire des ondes sonores. Dans
la silice, la longueur caractéristique sur laquelle les ondes acoustiques
s’amortissent est évaluée à 3 µm et à 10 µm à 355 nm et 1064 nm, res-
pectivement. On peut donc négliger toutes les dérivées spatiales de la
fluctuation de densité ρ¯ car celles-ci s’établissent sur des distances lon-
gitudinales très grandes devant la longueur caractéristique d’amortis-
sement des ondes acoustiques. Par conséquent l’équation (A.21) s’écrit
− 2iΩ∂tρ¯+ (Ω2B −Ω2 − iΓBΩ)ρ¯ = −
γe
2n0c
e−i(qz−Ωt)∇2 I. (A.28)
En outre, en faisant l’hypothèse paraxiale, c’est-à-dire que qz  q⊥
(qz ' q), on considère que la densité de phonons varie essentiellement
selon l’axe (Oz). De façon consistente, nous considérons uniquement
les gradients longitudinaux dans le terme source, d’où :
− 2iΩ∂tρ¯+ (Ω2B −Ω2 − iΓBΩ)ρ¯ = −
γe
2n0c
e−i(qz−Ωt)∂2z I. (A.29)
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Dans le membre de droite, nous sélectionnons les composantes
avant et arrière basse fréquence de l’intensité I = E2 où E ∼
U1ek1z−ω1t + U2e−k2z−ω2t [cf. Éq. (2.48)]. Ainsi, l’équation (A.29) s’ex-
prime comme suit :
− 2iΩ∂tρ¯+ (Ω2B −Ω2 − iΓBΩ)ρ¯ =
q2γe
2n0c
U1U∗2 . (A.30)
avec
Ω2B −Ω2 = (ΩB −Ω)(ΩB +Ω) ' 2Ω(ΩB −Ω) = 2Ω∆Ω. (A.31)
Finalement nous obtenons,
τB∂tQ + (1+ iδ)Q = U1U∗2 , (A.32)
qui est l’équation (2.32) du corps du mémoire.
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Détails des calculs établissant les
équations optiques
Dans cette annexe, nous décrivons les différentes étapes de calculs
permettant d’aboutir au système d équations régissant les enveloppes
des champs pompe et Stokes.
Nous considérons l’équation (2.41), nous introduisons l’expression
du champ électrique donnée par l’Éq. (2.48) dans celle-ci et nous sé-
lectionnons les termes oscillant en ∼ ei(k1z−ω1t) et ∼ ei(−k2z−ω2t), ainsi
nous obtenons :
O(ei(k1z−ω1t)) :
√
c1[∂2zU1 + 2ik1∂zU1 + (k
2(ω)− k20)U1 +∇2⊥U1]ei(k1z−ω1t) =
− µ0ω2P̂NL
(B.1)
O(ei(−k2z−ω2t)) :
√
c1[∂2zU2 − 2ik2∂zU2 + (k2(ω)− k20)U2 +∇2⊥U2]ei(−k2z−ω2t) =
− µ0ω2P̂NL.
(B.2)
Nous explicitons le terme k(ω) à partir d’un développement de Taylor
autour de la fréquence centrale ω ' ω0 :
k(ω)− k0 = (ω−ω0) ∂k
∂ω
∣∣∣∣
ω=ω0
+ ∑
n≥2
(ω−ω0)n
n!
∂nk
∂ωn
(ω0) (B.3)
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où ∂k∂ω
∣∣∣∣
ω=ω0
= k′ ' k0ω0 '
n0
c et
∂2k
∂ω2
∣∣∣∣
ω=ω0
= k(2) est le coefficient de
dispersion de la vitesse de groupe (GVD, pour « Group Velocity Dis-
persion »). Nous déduisons donc
k2(ω)− k20 ' 2k0k′(ω−ω0) + 2k0D̂ (B.4)
avec
D̂ = ∑
n≥2
(
k(n)
n!
)
(ω−ω0)n, (B.5)
désignant l’opérateur de dispersion d’ordre élevé où kn ≡ ∂nk/∂ωn(ω0).
Dans l’espace de Fourier, l’opérateur (ω − ω0)(n) appliqué à l’enve-
loppe Ui (i = 1,2) correspond à la dérivée nième en temps de cette
enveloppe dans l’espace réel. Ce passage se déduit à l’aide de la trans-
formée de Fourier inverse et donc :
D = ∑
n≥2
(
k(n)
n!
)
(i∂t)n. (B.6)
Pour des enveloppes Ui lentement variables et sous approximation
paraxiale [Éq (2.50) et (2.51)], les équations (B.1) et (B.2) se réécrivent
comme suit :
2ik0(∂z + k′∂t)U1 +∇2⊥U1 + 2k0DU1 = −
µ0ω0√
c1
P1NL, (B.7)
− 2ik0(∂z − k′∂t)U2 +∇2⊥U2 + 2k0DU2 = −
µ0ω0√
c1
P2NL, (B.8)
où P1NL et P
2
NL représentent les enveloppes de la polarisation non-
linéaire selon la direction avant (∼ eik1z−iω1t) et arrière (∼ e−ik2z−iω2t).
Soulignons que le présent modèle ne tient uniquement que si les
variations spatio-temporelles d’ordre deux des fonctions d’enveloppe
sont négligées. Sauf mention contraire, les approximations d’enve-
loppe lentement variable et de paraxialité sont valides pour des im-
pulsions assez longues (ns ou plusieurs ps). Dès lors, nous négligeons
les termes de dispersion d’ordre élevé D. Pour des impulsions de du-
rées nanosecondes, la dispersion de la vitesse de groupe mesurée par
le facteur k(2)∆ω2L, où ∆ω représente la largeur spectrale du champ
électrique laser, est négligeable sur des distances inférieures à une
dizaine de centimètres. Par conséquent, il est pertinent d’ignorer la
dispersion d’ordre 2 et celle d’ordre supérieur aussi longtemps que
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les impulsions considérées ont des durées supérieures à 1 ps. Cette
condition a été vérifiée dans la référence [84].
Maintenant, nous allons expliciter les différentes contributions de
la polarisation non-linéaire. Celle-ci s’écrit dans l’espace fréquentiel
comme une série en puissance du champ électrique selon :
P̂NL(~r,ω) = P̂(3)(~r,ω) + P̂(5)(~r,ω) + P̂(7)(~r,ω) + . . . , (B.9)
où toutes les contributions paires s’annihilent pour un milieu isotrope
et centro-symétrique. Avec P̂NL  P̂L, le terme de polarisation non-
linéaire est principalement dû à la contribution d’ordre 3 qui s’exprime
dans l’espace de Fourier comme suit [8, 36, 115] :
P̂3(~r,ω) =e0
∫ ∫
χ(3)(−ω;ω1,ω2,ω−ω1 −ω2)
× E (~r,ω1)E (~r,ω2)E (~r,ω−ω1 −ω2)dω1dω2
(B.10)
où χ(3) ∼= χ(3)(−ω;ω1,ω2,ω−ω1−ω2) est le tenseur de susceptibilité
d’ordre 3, fonction de la fréquence ω. Dans l’intervalle spectral étudié,
nous assumons une non-linéarité cubique non dispersive, i.e., χ(3) =
const = χ(3)(ω0), de sorte que :
P(3) = e0χ(3)E3. (B.11)
En introduisant le champ électrique (2.48) dans l’équation (B.11),
nous retenons uniquement les composantes suivantes :
O(ei(k1z−ω1t)) : 3e0χ(3)c3/21 (|U1|2 + 2|U2|2)U1ei(k1z−ω1t) (B.12)
O(ei(−k2z−ω2t)) : 3e0χ(3)c3/21 (|U2|2 + 2|U1|2)U2ei(−k2z−ω2t). (B.13)
La contribution en ∼ |Ui|2Ui (i = 1,2) traduit l’auto-modulation de
phase qui exprime un accroissement de la phase de l’onde optique
Ui. La contribution en ∼ |Uj|2Ui (i 6= j) correspond à la modulation
de phase croisée et indique que la phase de l’onde Ui augmente en
présence de la seconde onde Uj (i 6= j).
L’électrostriction contribue aussi à la polarisation non-linéaire :
Pelec = e0∆eE =
√
c1e0
γe
ρ0
[ρ¯ei(qz−Ωt)+ c.c]× [U1ei(k1z−ω1t)+U2ei(−k2z−ω2t)+ c.c]
(B.14)
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Nous retenons uniquement les termes suivants :
O(ei(k1z−ω1t)) :
√
c1e0
γe
ρ0
ρ¯U2ei(k1z−ω1t) (B.15)
O(ei(−k2z−ω2t)) :
√
c1e0
γe
ρ0
ρ¯∗U1ei(−k2z−ω2t). (B.16)
Les équations (B.7) et (B.8) s’écrivent finalement :
2ik0(∂z + k′∂t)U1 +∇2⊥U1 =
− 2ω
2
0
c2
n0n2(|U1|2 + 2|U2|2)U1 − ω
2
0
c2
γe
ρ0
ρ¯U2,
(B.17)
−2ik0(∂z − k′∂t)U2 +∇2⊥U2 =
− 2ω
2
0
c2
n0n2(|U2|2 + 2|U1|2)U2 − ω
2
0
c2
γe
ρ0
ρ¯∗U1,
(B.18)
et constituent les équations (2.52) et (2.53) du mémoire.
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Théorème du Viriel
Cette annexe démontre les principales lois de conservation véri-
fiées par l’équation NLS (2.94) ainsi que le théorème du Viriel prédi-
sant l’annulation du rayon carré moyen de ses solutions sous certaines
conditions.
Conservation de la puissance
Pour prouver l’invariance de l’intégrale de puissance, nous multi-
plions l’équation (2.94) par U∗ et son conjugué par U pour obtenir :
iU∗∂zU +U∗∇2⊥U + |U2||U|2 = 0 (C.1)
− iU∂zU∗ +U∇2⊥U∗ + |U2||U|2 = 0. (C.2)
En soustrayant les équations (C.1) et (C.2) il vient après intégra-
tion :
dz||U||22 = −2Im
∫
(U∗∇2⊥U)d~r. (C.3)
Puisque Im(U∗∇2⊥U) = ~∇⊥.Im(U∗~∇⊥U) et que la solution U et ses
dérivées sont nulles à l’infini, on obtient finalement :
dz||U||22 = 0. (C.4)
L’intégrale de puissance est donc un invariant de l’équation (2.94).
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Conservation de l’Hamiltonien
Pour démontrer que l’Hamiltonien est invariant, on multiplie l’équa-
tion (2.94) par ∂zU∗ et son conjugué par ∂zU, ce qui conduit à :
i∂zU∗∂zU + ∂zU∗∇2⊥U + ∂zU∗|U|2U = 0 (C.5)
− i∂zU∂zU∗ + ∂zU∇2⊥U∗ + ∂zU|U|2U∗ = 0. (C.6)
En additionnant les équations (C.5) et (C.6), nous obtenons
2Re
(∫
(∂zU∗∇2⊥U)d~r +
1
2
∫
dz|U|4d~r
)
= 0. (C.7)
On trouve alors par intégration par parties
2Re
∫
(∂zU∗∇2⊥U)d~r = −
∫
(∇⊥∂zU∗∇⊥U+∇⊥∂zU∇⊥U∗)d~r = −dz||∇⊥U||22,
(C.8)
conduisant à :
dz
[
1
2
||U||44 − ||∇⊥U||22
]
= 0, (C.9)
soit encore :
dzH = 0, (C.10)
ce qui démontre que l’Hamitonien est un invariant de l’équation (2.94).
Théorème du Viriel
Le théorème du Viriel établit que pour certaines conditions initiales
U(z = 0, r), il existe une distance z = zc finie telle que limz→zc
< r2 >= 0,
où
< r2 >=
||rU||22
P
est le rayon carré moyen d’une solution centrée en~r = ~0. Cette pro-
priété implique la divergence de l’amplitude maximale de U quand
z→ zc.
Etape 1
Pour établir la relation caractéristique du viriel, nous multiplions
(2.94) par r2U∗. En intégrant la partie imaginaire du résultat il vient :
dz
∫
r2|U|2d~r = 2Im
∫
r2(U∗∇2⊥U)d~r = −2Im
∫
r2~∇⊥(U∗~∇⊥U)d~r.
(C.11)
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Par commodité technique, introduisons d~r = (2D−1pi)rD−1dr et ∇2⊥ =
1
rD−1 ∂rr
D−1∂r, où D est la dimension de l’espace transverse en symétrie
cylindrique. Nous obtenons
dz
∫ +∞
−∞
r2|U|2d~r = −2Im
∫ +∞
0
(2D−1pi)rD+1 1
rD−1
∂r(U∗rD−1∂r)Udr
(C.12)
= 4Im
∫ +∞
0
(2D−1pi)r(U∗rD−1∂rU)dr (C.13)
dz
∫
r2|U|2d~r = 4Im
∫
~r(U∗~∇⊥U)d~r. (C.14)
Etape 2
Ensuite multiplions l’équation (2.94) par~r~∇⊥U∗ et son complexe
conjugué par~r~∇⊥U pour obtenir :
i× 2iIm
∫
~r~∇⊥U∗∂zUd~r+ 2Re
∫
(~r~∇⊥U∗∇2⊥U)d~r+
∫
|U|2~r~∇⊥|U|2d~r = 0.
(C.15)
Le premier terme du membre de gauche se développe en intégrant
par parties comme suit :
i× 2iIm
∫
(~r~∇⊥U∗)∂zUd~r = −2Im
∫
(~r~∇⊥U∗)∂zUd~r (C.16)
= −2dzIm
∫
(~r~∇⊥U∗)Ud~r + 2Im
∫
(~r~∇⊥∂zU∗)Ud~r.
(C.17)
Le second terme du membre de droite de l’équation précédente s’écrit :
2Im
∫
(~r~∇⊥∂zU∗)Ud~r = 2DIm
∫
U∗∂zUd~r + 2Im
∫
~r∂zU~∇⊥U∗d~r.
(C.18)
Le tout conduit à
2Im
∫
(~r~∇⊥U∗)∂zUd~r = dzIm
∫
(~r~∇⊥U∗)Ud~r− DIm
∫
U∗∂zUd~r.
(C.19)
En outre, on sait que
−DIm
∫
U∗∂zUd~r =
D
2
∫
(U∗i∂zU −Ui∂zU∗)d~r
et i∂zU = −∇2⊥U − |U|2U. Par conséquent
i× 2iIm
∫
r~∇⊥U∗∂zUd~r = −dzIm
∫
(~r~∇⊥U∗)Ud~r−D
∫ [
|∇⊥U|2 − |U|2|U|2
]
d~r.
(C.20)
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Le deuxième terme du membre de gauche de l’équation (C.15)
s’écrit :
2Re
∫
(~r~∇⊥U∗∇2⊥U)d~r =
∫
(~r~∇⊥U∗∇2⊥U)d~r +
∫
(~r~∇⊥U∇2⊥U∗)d~r
(C.21)
avec∫
(~r~∇⊥U∗∇2⊥U)d~r = −
∫
|~∇⊥U|2d~r−
∫
(~r∇2⊥U∗~∇⊥U)d~r+(D− 1)
∫
|~∇⊥U|2d~r,
(C.22)
pour obtenir
2Re
∫
(~r~∇⊥U∗∇2⊥U)d~r = (D− 2)||~∇⊥U||22. (C.23)
On peut remarquer que ce terme s’annule lorsque D = 2, c’est-à-dire
dans le plan de diffraction transverse (x, y) de dimension égale à 2.
Le troisième terme du membre de gauche de l’équation (C.15) se
développe ainsi :∫
|U|2~r~∇⊥|U|2d~r = 12
∫
~r~∇⊥|U|4d~r. (C.24)
Au total, nous obtenons
4dzIm
∫
~r(U∗~∇⊥U)d~r = 4[2||~∇⊥U||22 + D
∫
[
|U|4
2
− |U|2|U|2]d~r].
(C.25)
Maintenant, si on calcule la dérivée en z de l’équation (C.14), nous
obtenons :
d2z
∫
r2|U|2d~r = 8[||~∇⊥U||22 −
D
4
∫
|U|4d~r] (C.26)
et en utilisant la définition de l’Hamiltonien H, nous obtenons
Pd2z < r
2 >= 4
[
2H + (1− D
2
||U||44)
]
. (C.27)
C’est l’égalité du viriel [57, 106]. Les implications discutées dans le
chapitre 2 reposent sur l’annulation de < r2 > lorsque d2z < r2 > est
négatif, i.e., lorsque D ≥ 2 et H < +∞.
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Comparaison des codes SBS_3D
et SBS_3D_EXP
Cette annexe présente les parties du code principal SBS_3D ré-
ecrites pour pouvoir décrire des fichiers de données (expérimentales
ou construites numériquement). Dans ce qui suit, les fichiers de don-
nées [profils de fluence et de phase et de puissance en temps] sont
repérables à l’indication *.modif. Les indications « boite remplie » et
« boite non remplie » désignent les configurations de type onde-plane
ou à bords nuls. L’extrait ci-dessous redimensionne la boite numérique
en temps et en espace ainsi que la fluence pour attribuer une intensité
moyenne au profil simulé.
Conditions initiales
! LECTURE DES DONNEES SBS 3D
OPEN (20, FILE = ’indata.dat’, ...
STATUS = ’UNKNOWN’, RECL = 1024)
READ (20, *)time_limit ! CPU time/proc
READ (20, *)out ! out timestep
READ (20, *)tp ! tp in ns
READ (20, *)I0 ! I0 in GW / cm ^ 2
READ (20, *)Iback ! intensity (z = L)
READ (20, *)wx ! x-width in cm
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READ (20, *)wy ! y-width in
cm
READ (20, *)super_N ! Supergaussian x
READ (20, *)super_M ! Supergaussian y
READ (20, *)super_T1 ! Supergaussian t
READ (20, *)super_T2 ! Supergaussian t
READ (20, *)Plasma_Model ! (0=stat & 1=dyn)
READ (20, *)modul ! Modulation Frequency
READ (20, *)m ! Modulation Depth
READ (20, *)L ! L in cm
CLOSE (20)
! LECTURE DES DONNEES par SBS 3D EXP
dim_xb=3200
dim_yb=3200
allocate(xb(dim_xb),yb(dim_yb),fluenceb(dim_xb,dim_yb),...
phaseb(dim_xb,dim_yb))
!BOITE NON REMPLIE : CRENEAU SPATIAL
delta_xb=(lx/2)/REAL(dim_xb,8)
delta_yb=(ly/2)/REAL(dim_yb,8)
!BOITE REMPLIE
!delta_xb=lx/REAL(dim_xb,8)
!delta_yb=ly/REAL(dim_yb,8)
dim_tb=8193
!dim_tb_pow=16385
dim_tb_pow=8193
allocate(tb(dim_tb_pow),powerb(dim_tb_pow),phase_tb(dim_tb),...
e_t(dim_t),tb_II(dim_tb))
delta_tb=(t_end-t_start)/REAL(dim_tb_pow-1,8)
!IF (my_rank.EQ.0) PRINT*, ’delta_tb’,delta_tb
delta_tb_II=(t_end-t_start)/REAL(dim_tb-1,8)
DO k=1,dim_yb
!BOITE NON REMPLIE : CRENEAU SPATIAL
yb(k) = (ylo/2) + REAL(k,8)*delta_yb
!BOITE REMPLIE
!yb(k) = ylo + REAL(k,8)*delta_yb
ENDDO
DO I=1,dim_xb
!BOITE NON REMPLIE : CRENEAU SPATIAL
xb(I) = (xlo/2) + REAL(I,8)*delta_xb
212
ANNEXE D. COMPARAISON DES CODES SBS_3D ET SBS_3D_EXP
!BOITE REMPLIE
!xb(I) = xlo + REAL(I,8)*delta_xb
ENDDO
OPEN(40,FILE=’fluence_normale_4fois_export.modif’,...
STATUS=’OLD’,RECL=1024)
DO k=1,dim_yb
READ (40,*) fluenceb(:,k)
ENDDO
CLOSE (40)
mean = sum(sum(fluenceb,2))/(dim_xb*dim_yb)
fluenceb = fluenceb/mean
OPEN(41,FILE=’phase_normale_4fois_export.modif’,...
STATUS=’OLD’,RECL=1024)
DO k=1,dim_yb
READ (41,*) phaseb(:,k)
ENDDO
CLOSE (41)
!OPEN(42,FILE=’puissance_parfaite_export.modif’,...
STATUS=’OLD’,RECL=1024)
OPEN(42,FILE=’puissance2_SL_dispersion_export.modif’,...
STATUS=’OLD’,RECL=1024)
DO k=1,dim_tb_pow
READ (42,*) tb(k),powerb(k)
ENDDO
CLOSE (42)
ENDDO
La différence principale entre SBS_3D et SBS_3D_EXP réside dans
la gestion de fichiers de données lus par le code SBS_3D_EXP. Les
parties de code qui suivent montrent la différence entre des conditions
initiales analytiques (supergaussienne avec modulation de phase et
bruit aléatoire) pour SBS_3D et des conditions initiales basées sur
les fichiers de données avec conditons aux bords spécifiques pour
SBS_3D_EXP.
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Condition aux bords
SUBROUTINE boundary(t)
Condition aux bords SBS 3D
IMPLICIT NONE
REAL(8) t,x,y
IF (my_rank.EQ.num_proc-1) THEN
! BACKWARD GAUSSIAN AND PHASE MODULATED
U2(:,:,dim_z)=CMPLX(sqrt(Iback)...
*exp(-t**(2*super_T2)/tp**(2*super_T2)),0.D0,8)...
*CMPLX(cos(m*sin(2*pi*modul*t))sin(m*sin(2*pi*modul*t)),8)
! BACKWARD CONSTANT
!U2(:,:,dim_z)=CMPLX(0.D0,0.D0,8)
DO j=1,dim_y
y=REAL(ylo+j*delta_y,8)
DO i=1,dim_x
x=REAL(xlo+i*delta_x,8)
U2(i,j,dim_z)=U2(i,j,dim_z)*exp(-x**(2*super_N)/wx**(2*super_N)...
-y**(2*super_M)/wy**(2*super_M))
ENDDO
ENDDO
ENDIF
IF (my_rank.EQ.0) THEN
!GAUSSIENNE
U1(:,:,1)=CMPLX(sqrt(I0)...
*exp(-t**(2*super_T1)/tp**(2*super_T1)),0.D0,8)
!MODULATION DE PHASE
!U1(:,:,1)=CMPLX(sqrt(I0)...
*exp(-t**(2*super_T1)/tp**(2*super_T1)),0.D0,8)...
*CMPLX(cos(m*sin(2*pi*modul*t))sin(m*sin(2*pi*modul*t)),8)
!MODULATION D’AMPLITUDE
!U1(:,:,1)=CMPLX(sqrt(I0)...
*exp(-t**(2*super_T1)/tp**(2*super_T1)),0.D0,8)...
*CMPLX(cos(m*sin(2*pi*modul*t)),0,8)
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DO j=1,dim_y
y=REAL(ylo+j*delta_y,8)
DO i=1,dim_x
x=REAL(xlo+i*delta_x,8)
CALL RANDOM_NUMBER(pert_s)
U1(i,j,1)=U1(i,j,1)*exp(-x**(2*super_N)/wx**(2*super_N)...
-y**(2*super_M)/wy**(2*super_M))*(1+noise_s*pert_s)
ENDDO
ENDDO
ENDIF
END SUBROUTINE boundary
SUBROUTINE boundary(t)
Condition aux bords SBS 3D EXP
IMPLICIT NONE
REAL(8) t,x,y
IF (my_rank.EQ.num_proc-1) THEN
U2(:,:,dim_z)=CMPLX(sqrt(1.e-12*I0)*exp(-t**2/tp**2),0.D0,8)
U2(:,:,dim_z)=CMPLX(0.D0,0.D0,8)
IF ((t.LE.tp).AND.(t.GE.0)) THEN
U2(:,:,dim_z)=CMPLX(sqrt(1.e-12*I0),0.D0,8)
ELSE
U2(:,:,dim_z)=CMPLX(0.D0,0.D0,8)
ENDIF
DO j=1,dim_y
y=REAL(ylo+j*delta_y,8)
DO i=1,dim_x
x=REAL(xlo+i*delta_x,8)
U2(i,j,dim_z)=U2(i,j,dim_z)*exp(-x**2/wx**2-y**2/wy**2)
ENDDO
ENDDO
ENDIF
IF (my_rank.EQ.0) THEN
U1(:,:,1)=CMPLX(sqrt(I0),0.D0,8)*e_t(compt_t)
U1(:,:,1)=sqrt(I0)*CMPLX(exp(-t**2/tp**2),0.D0,8)
U1(:,:,1)=CMPLX(0.D0,0.D0,8)
IF ((t.LE.2.5).AND.(t.GE.-2.5)) THEN
U1(:,:,1)=CMPLX(sqrt(I0),0.D0,8)
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ELSE
U1(:,:,1)=CMPLX(0.D0,0.D0,8)
ENDIF
DO j=1,dim_y
y=REAL(ylo+j*delta_y,8)
DO i=1,dim_x
x=REAL(xlo+i*delta_x,8)
!BOUCLE IF POUR FAIRE UN CRENEAU DANS L’ESPACE
IF (x.GE.-0.1.AND.y.GE.-0.1.AND.x.LE.0.1.AND.y.LE.0.1)
THEN
!FORME ANALYTIQUE GAUSSIENNE OU SUPERGAUSSIENNE
U1(i,j,1)=U1(i,j,1)*exp(-x**10/wx**10-y**10/wy**10)*e(i,j)
!U1(i,j,1)=U1(i,j,1)*exp(-x**2/wx**2-y**2/wy**2)
!U1(i,j,1)=U1(i,j,1)*e(i,j)
ELSE
U1(i,j,1)=CMPLX(0.D0,0.D0,8)
ENDIF
ENDDO
ENDDO
compt_t = compt_t + 1
ENDIF
END SUBROUTINE boundary
Ici, la différence essentielle réside dans la subroutine «BOUND»qui
gère les conditions aux limites, en particulier la périodisation des fi-
gures de fluence et de phase transverses sur des dimensions plus
grandes que l’échantillon expérimental de base.
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Méthode Variationnelle
Cette annexe fournit quelques éléments analytiques complémen-
taires permettant d’établir les équations (4.8) et (4.9) du mémoire.
Nous partons de l’équation adimensionnée (4.2) et admettons, sur
la base des Réfs. [23,53,106] que lorsque le champ laser collapse à une
distance finie zc, U tend vers le mode de Townes auto-similaire R qui
satisfait l’équation non-linéaire (4.3). Au voisinage de zc, U s’écrit
U →z→zc
√
J(z, t)×
R( rL(z,t))
L(z, t)
exp (i
∫ t
0
du
L2(u, t)
+ i
Lz(z, t)
4L(z, t)
r2) (E.1)
où L(z, t) désigne la taille transverse du faisceau qui tend vers zéro
lorsque z → zc et J(z, t) décrit les pertes de puissance dues à la dissi-
pation plasma (cf. Réf. [25] par exemple).
Toute la dynamique est décrite à travers L(z, t) qui satisfait
M
4Pc
L3∂2z L = 1− J −
L2
2Pc
∫
R2ξ∂ξρd~ξ, (E.2)
Jz
J
' −2ν J
K−1
L2(K−1)
∫
R2Kd~ξ
Pc
. (E.3)
où Pc ≡
∫
R2d~ξ ' 11.7, M ≡ ∫ ξ2R2d~ξ, et ~ξ ≡~r/L(z, t) .
Puisque ρ = Γ|ψ|2K avec Γ = const il vient∫
R2ξ∂ξρd~ξ =
2piΓ
L2K
JK
∫ ∞
0
ξ2R2∂ξR2Kdξ,
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avec ∫ ∞
0
ξ2R2∂ξR2Kdξ = K
∫ ∞
0
ξ2R2R2(K−1)∂ξR2dξ
=
K
K + 1
∫ ∞
0
ξ2∂ξR2(K+1)dξ
= − K
K + 1
∫ ∞
0
ξR2(K+1dξ,
Finalement, ∫
R2ξ∂ξρd~ξ = − 2KΓK + 1
JK
L2K
∫
R2(K+1)d~ξ.
L’Éq. (E.2) devient alors
M
4Pc
L3∂2z L = 1− J +
KΓJK
(K + 1)L2(K+1)
∫
R2(K−1)d~ξ
Pc
,
soit encore
M
4Pc
L3∂2z L = 1− J + C
JK
L2(K−1)
où la constante C > 0 est définie sous l’équation (4.9).
Finalement, les Éqs. (4.6) et (4.7) deviennent :
M
4Pc
L3∂2z L = 1− J + C
JK
L2(K−1)
, (E.4)
∂z ln J ' −2νA J
K−1
L2(K−1)
. (E.5)
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